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PRÉFACE 


Il existe de nombreux cours de physique théorique, et on peut 
citer entre autres le volumineux ouvrage de L. Landau et E. Lif- 
chitz dont la réputation n'est plus à faire. Toutefois, aucun ouvrage 
ne saurait embrasser toutes les questions. Bien au contraire, il est 
souvent impossible d'examiner d’une façon exhaustive tous les 
sujets traités. Or, selon les goûts, les capacités, la formation, les 
penchants, etc., la préférence de chacun peut aller à des approches, 
arguments, exemples et démonstrations tout à fait différents. 

Le seul moyen de suffire à la tâche consiste évidemment à pu- 
blier des cours différents, et surtout des cours complémentaires, 
dont l’objectif serait non pas un exposé suivi, mais la description 
de certains aspects, questions et méthodes. Les cours de cette sorte 
se distinguent en principe d'un exposé systématique par le choix 
des matières qui dans une grande mesure n'est pas fixé à l'avance. 
Il en est de même du style et de la présentation de l'exposé, alors 
que les cours systématiques doivent respecter des conditions très 
serrées de concision, de perfection des formalismes appliqués, de 
l'unification des notations, etc. L'ouvrage que nous présentons au 
lecteur est justement un cours de ce genre, consacré à certaines 
questions de physique et d’astrophysique théoriques. La table des 
matières indique ces questions mais grosso modo on peut dire que 
les problèmes traités sont plus ou moins liés à l’électrodynamique. 

Pour ne pas compromettre cette tendance, bien qu'’elie ne soit 
pas très nette, nous avons laissé de côté toute une série de questions 
de la Relativité générale et de la physique statistique qui, à notre 
avis, devraient aussi faire l’objet de cours complémentaires analo- 
gues. 

Notre exposé s'inspire des cours professés aux étudiants de 
Physique et d’Astrophysique de l'Institut de Physique technique 
de Moscou. Ces conférences n'avaient pas pour but de remplacer un 
cours suivi, leur présentation ayant plutôt le caractère de « chapitres 
complémentaires », mais elles tenaient compte des intérêts de la 
chaire, et tout autant des moyens de l’auteur. Non que ses préfé- 
rences soient plus importantes ou plus intéressantes que bien d’au- 
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tres, mais en exposant ce qu'on connaît bien on peut espérer com- 
pléter réellement les ouvrages et monographies déjà existants sans 
risquer de les recopier ou du moins de redire ce qui a déjà été dit. 

Pour ce qui est du caractère de l'exposé, on retiendra que ce n’est 
pas un recueil de textes conçus pour des conférences, il doit servir 
à préparer celles-ci et comporte entre autres de nombreuses ma- 
tières peu susceptibles d’une présentation orale. Sous ce rapport, 
le style de l'ouvrage l’apparente plutôt à une monographie ou à des 
panoramas, d'autant plus que la liste des références est assez longue. 
Parmi ces dernières, on trouve assez souvent le nom de l’auteur, 
mais ce fait, pas plus que le choix des matières, ne saurait être imputé 
à des présomptions de la part de l’auteur, son seul dessein étant de 
traiter des questions bien connues exposées en détail dans les arti- 
cles cités; de plus, un bon nombre de ces articles ont été utilisés 
directement dans le texte. 

Notons enfin que l’ouvrage ne s'adresse certes pas aux physiciens 
qui ont un penchant pour les mathématiques auxquels on assimile 
souvent les théoriciens « purs». Les mathématiques jouent en 
physique théorique un rôle très grand et bien naturel, mais la géné- 
ralisation et l'élégance mathématique ne se justifient pas toujours: 
elles coûtent cher. Or, le fait est universellement connu qu'en physi- 
que la plupart des résultats nouveaux ont été obtenus par des moyens 
relativement simples, leur « mathématisation » ayant été réalisée 
ultérieurement. Quoi qu'on en dise, en physique théorique, l’essen- 
tiel, c’est la physique et non les mathématiques. Donc, on est en 
droit d’exposer les questions théoriques à la lumière de la physique 
générale, autant que de vouloir contribuer à la tendance actuelle 
de la perfection mathématique. 

J'espère que l'ouvrage sera profitable aux étudiants des dernières 
années, ainsi qu'aux boursiers de recherche et aux chercheurs. 

Enfin, je profite de l’occasion pour exprimer ma gratitude à tous 
ceux qui ont relu tout le manuscrit ou qui l’ont revu en partie et 
qui ont contribué par leurs suggestions à améliorer le texte. 


Vitali Ginzburg 
Juillet 1974 


CHAPITRE PREMIER 


FORMALISME HAMILTONIEN 
EN ÉLECTRODYNAMIQUE 


Formalisme hamiltonien de l'électrodynamique classique dans le vide. Quantifi- 
cation. Photons et pseudo-photons. Un électron rayonne-t-il s'il est animé d'un 
mouvement uniforme? 


Pour traiter toute une série de questions relatives à l'électrod yna- 
mique nous allons recourir largement à la méthode dite de Hamilton 
ou au formalisme hamiltonien. Son application à l’électrodynamique 
met cette dernière sous une forme particulièrement proche de la 
mécanique. Ceci fait que dans le cadre du formalisme hamiltonien 
le passage du classique au quantique en électrodynamique est par- 
faitement analogue au passage de la mécanique classique (newto- 
nienne) à la mécanique quantique non relativiste. De nos jours, l’élec- 
trodynamique quantique et, en général, la théorie quantique des 
champs sont les disciplines où dominent des méthodes plus raffinées, 
définies par des arguments probants. Pourtant, aujourd’hui encore, 
lorsqu'il s’agit de comprendre de nombreuses manifestations phy- 
siques, l'application du formalisme hamiltonien est selon nous 
parfaitement justifiée (c'est par exemple le cas de Heitler [1]). D’au- 
tre part, dans ce qui suit, le formalisme hamiltonien s'emploie sur- 
tout en électrod ynamique classique aussi bien pour le vide que pour 
le milieu. 

Avant de passer au formalisme hamiltonien, nous donnerons les 
équations et relations principales en les écrivant en détail par souci 
de commodité. 

Voici la forme usuelle des équations de Maxwell dans le vide:| 


1 dE 
rot H=<% pv +. FT 
div E = 4rp, 
ee PET (1.1) 
rtE=—e-., 
div H=0. J 


Ici H est l'intensité du champ magnétique; E, l’intensité du champ 
électrique ; p, la densité des charges; v, leur vitesse (partout, danse 
présent ouvrage, on utilise le système C.G.S.). Pour simplifier 
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adoptons que dans le champ électromagnétique il y a une charge 
ponctuelle e (rayon vecteur r; (f)). Dans ce cas la densité de charge 
est donnée par la fonction Ô: 


p = e (r — r; (t)). (1.2) 


On sait que les relations (1.1) peuvent être ramenées aux équa- 
tions des potentiels électromagnétiques A et y associés aux champs E 
et H par les relations 


1 OA 
E = ———, —grad , H = rot A. (1.3) 


(1.3) entraîne que la troisième et la quatrième équations de (1.1) 
sont satisfaites automatiquement ; on le vérifie sans peine par subs- 


titution directe. 
En appliquant (1.3) et l’identité 


rot rot À = —AA + grad div A (1.4) 


on obtient de la première et de la deuxième expressions de (1.1) les 
équations des potentiels À et œ: 


1 d2A 1 0 . . 4n 
AÂ— = — grad (= +divA)= pv, 


is (1.5) 
Ap+—— div A = —4np. 


Le système d’ équations (1.5) définit les potentiels A et œ. Les champs 
E et H s'obtiennent à l’aide des égalités (1.3). 

On sait que la définition du potentiel vecteur À et du potentiel 
scalaire @ est ambiguë. En effet, prenons des potentiels nouveaux 


Ô 
=At+gradx, qpp—Ti%, (1.6) 


où % est une fonction arbitraire des coordonnées et du temps. Une 
telle opération s'appelle transformation de gradient ou de jauge. 
On montre aisément que la transformation (1. 6) ne fait pas changer 
les champs A et H. Ceux- -Ci S “expriment aussi bien par A’ et 
que par À et o; pour s’en convaincre on n’a qu’à porter (1.6) dans 
(1.3 

La définition des potentiels étant ambiguë, nous sommes auto- 
risés à imposer à À et @ une condition supplémentaire. Cette condi- 
tion peut être choisie de façon à simplifier les équations (1.5). 

Imposons, par exemple, la condition supplémentaire suivante: 


div A++ — —0 (1.7) 
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Cette condition d'invariance relativiste s'appelle parfois jauge 
de Lorentz. Elle peut s’écrire 


Î 
= = 0, (1.7a) 


où, comme dans tout ce qui suit, on suppose que l’on somme sur 
les indices deux fois répétés. 

On voit aisément que, les conditions (1.7) étant respectées, les 
équations de Maxwell se mettent sous la forme 


DA=(A—<-) A "pv, 
ne (1.8) 


I] ne faut pas penser que la condition (1.7) et le système d'équa- 
tions (1.8) déterminent complètement A et q. Nous pouvons encore 
réaliser la transformation de jauge de la forme (1.6) où, dans le 
cas présent, la fonction x doit satisfaire à l'équation homogène 
Ox = 0. Les champs E et H restent alors invariants. 

La division du champ en composantes longitudinale et transver- 
sale revêt une grande importance, notamment dans le cadre du 
formalisme hamiltonien. 

Décomposons les vecteurs E et H de la façon suivante: 


EE, +E,, H=H,, (1.9) 


de plus, div E;,, = 0 et en vertu de (1.1) div H,, = div H — 0. 

Demandons que le potentiel vecteur À décrive seulement le 
champ transversal, et à cet effet, au lieu de la condition supplémen- 
taire (1.7), imposons la condition 


div À = 0. (1.10) 
Le potentiel qui satisfait à cette condition est parfois noté A,.. 


Si la condition (1.10) est remplie, les équations (1.5) de A et 
deviennent 


A= —4np, (1.11) 
1 :92A an 1 tATQ 


Ainsi nous avons obtenu pour le potentiel @ l'équation « stati- 
que » de Poisson. La solution au cas où p est la densité de charge de 
la source ponctuelle (1.2) est bien connue 

e , 
PE TO à PEN 
r, (t) est ici le point où se trouve la charge à l'instant t. Le potentiel 
vecteur À décrit maintenant seulement le champ transversal. La 
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jauge (1.10) est dite de Coulomb *). Les potentiels A et sont défi- 
nis ici à la fonction # (r, t) vérifiant la condition Ayx = 0 près. 
Calculons maintenant l’énergie du champ électromagnétique 

__( E+H: 
a = | — dv. (1.14) 


Portons ici les expressions des champs E et H sous la forme (1.9); 
il est évident que dans le cas de la jauge de Coulomb (1.10) 


1 DA 
Er=————, E, — — grad ®. (1.15) 


En portant (1.9), (1.15) dans (1.14), on obtient 
1 1 1 
= | (Ei+Hnav+ (Etav+- (EE: av. 


1‘ 

On montre sans peine que pour un système fermé, lorsque le 
champ disparaît « à l’infini », la dernière intégrale s’annule. Ainsi 
l'énergie totale du champ électromagnétique se compose de l'énergie 
du champ transversal et de l'énergie du champ longitudinal. 

Si le champ compte plusieurs charges ponctuelles, l’énergie du 
champ longitudinal est simplement celle de l'interaction coulom- 
bienne des charges, c.-ä-.d. 


_ 14 . st eje] 
= | EfdV= D (1.16) 
î,2 


L'énergie propre des charges ponctuelles est infinie et ici bien 
entendu, nous n’en tenons pas compte. Au fond, la part longitudinale 
du champ électromagnétique n’est pas quantifiée, la quantification 
intervenant seulement pour le champ transversal (cf. [1] et plus 
loin). 

L’énergie du champ d'une charge ponctuelle étant infinie, il 
faut souvent admettre (au moins à l'étape intermédiaire) que la 
charge est « étalée » sur un domaine de rayon r,. Dans ce cas, #1 — 
= &/r,s. Le rayon électrostatique (classique) d’un électron, défini 
par la relation r, = e*/mc*, où e et m sont la charge et la masse de 
l’électron observées, vaut r, — 2,8-10-% cm. Nous ne traiterons 
pas ici les questions relatives à la masse électromagnétique de l’élec- 
tron (ni à celle des autres particules), à son allure ponctuelle, etc. 


*) Le fait qu'il est possible d'introduire la jauge de Coulomb et, par suite, 
d'utiliser les patins (1.11) et (1.12) est assez évident. Aussi est-il curieux 
de signaler qu'il y a une trentaine d'années, lorsque l’électrodynamique classi- 
que a déjà atteint « l’âge de la raison », le formalisme hamiltonien se déve- 
loppait généralement sur la base des équations (1.8), ce qui entraînait des com- 

lications (cf.. par exemple, la première édition de l’ouvrage de Heitler [1], 
e meilleur à l’époque, publié en 1936); l’article [2] consacré à cette jauge et 
publié en 1939 dans le Journal expérimentalnoï i téorétitcheskoï fysiki (JETF) 
est un autre témoignage de son impopularité à l'époque. 
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En progressant toujours vers' la forme hamiltonienne de l’élec- 
trodynamique. développons le potentiel vecteur du champ électro- 
magnétique transversal A en série de Fourier 


A (r,t)=— 2 q(t) V 4x cex exp (ikar). (1.17) 


Le coefficient numérique V 4nc est un facteur de normalisation. 
Le vecteur de polarisation e, est le vecteur unité, c.-à-d. que ei = 1 
(pour simplifier, on admet ici et généralement plus loin que les 
vecteurs e, sont réels). Pour appliquer le développement (1.17), 
il faut confiner en pensée le champ électromagnétique dans une 
sorte de « caisse ». On peut voir que la dimension de cette « caisse » 
ne figure dans aucune des expressions des grandeurs physiquement 
observées. Aussi, pose-t-on dans tout ce qui suit que cette dimension 
est égale à l’unité 


L=£L$S=1. 


Le potentiel vecteur À est une grandeur réelle; c’est pourquoi 
le développement (1.17) entraîne que q_, — qi. Comme le champ est 
transversal, e,-k;, — 0, c.-à-d. le vecteur de polarisation de l’har- 
monique du potentiel d'indice À est perpendiculaire au vecteur d’on- 
de k; de cette harmonique. À chaque direction k; correspondent 
deux vecteurs e;. C’est pourquoi il faudrait introduire partout encore 
un indice susceptible de prendre deux valeurs ou, autrement dit, 
distinguer les vecteurs e;, et e;.. Pour simplifier, nous ne le ferons 
pas dans ce qui suit et au besoin nous procéderons à la sommation 
suivant les polarisations des expressions finies (pour ce faire on 
admet que e;1012 = O0). 

Nous pouvons également réaliser un autre développement du 
potentiel vecteur, notamment 


A= D qu (1.18) 
où l'indice à peut prendre seulement les valeurs 1 et 2. 
A;, = V 8n ce; CoOS(k:r), A: — V'8n ce: Sin (kr). (1.19) 


On voit facilement que le développement (1.18) se fait suivant 
les fonctions A;, et A,, qui sont orthogonales, c.-à-d. 


| AnAu'dV = 4nc2ô,ô1) (1.20) 


(l'intégration porte sur le volume de la « caisse »). 
On admet que le champ est confiné dans une « caisse » aux parois 
miroirs ; les composantes du vecteur d'onde k;, doivent donc être des 
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entiers multiples de 2x/L, où L est la dimension linéaire de la « cais- 
se », C.-à-d. 


ici ñ,, ny et nr. sont des entiers positifs (cela veut dire que la somma- 
tion de (1.18) se fait suivant la demi-sphère des directions k;). I] 
semble que ce qui vient d’être dit est en contradiction avec l’affir- 
mation antérieure d’après laquelle les dimensions Z de la « caisse » 
n’ont pas d'importance et sont prises égales à 1. Or, on établit 
sans peine qu’il n’y a là aucune contradiction, les valeurs de L étant 
suffisamment grandes, cette quantité ne figure pas dans les résultats 
définitifs. 

D'après (1.18) le champ électromagnétique est totalement défini 
par la collection de grandeurs g;, (t). Celles-ci forment un ensemble 
infini (dénombrable). De la sorte, un développement de la forme (1.18) 
permet de représenter le champ comme un système à nombre infini, 
mais dénombrable, de degrés de liberté. 

Voyons comment l'énergie du champ électromagnétique s’expri- 
me par les quantités g;; (t) que nous sommes légitimes d'appeler 
coordonnées du champ. Nous nous intéressons à l'énergie 


Ei,+ A 
Ên= | —— à. (1.21) 

Si A est donné sous la forme (1.18), nous pouvons définir les 
champs E;, et H d'après les formules (1.3) et (1.15), élever les gran- 
deurs obtenues au carré et les porter dans l'intégrale (1.21) pour 
obtenir 


Br=r D (ph-+uigi). (1.22) 


À, i 
Nous avons introduit ici les notations 


Pi = Qu Où = C2ki ; (1.23) 


le point traduit ici la dérivation par rapport au temps. Pour obtenir 
l'expression (1.22) on a utilisé la condition d'orthogonalité (1.20). 

Chaque terme de la somme (1.22) est l'énergie d’un oscillateur 
classique de fréquence angulaire (pulsation) w:. Ainsi, (1.22) est la 
somme des énergies des oscillateurs isolés qu’on appelle oscillateurs 
du champ. 

Si l’on connaît toutes les q;; (t) de (1.18), on peut calculer l’éner- 
gie du champ électromagnétique transversal. Par conséquent la 
tâche se ramène à déterminer q:3 (t). 

Pour trouver leurs expressions, portons le développement (1.18) 
dans l'équation (1.2) du potentiel vecteur transversal ». En mul- 
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tipliant par A;; les deux membres de l'équation obtenue et en 
intégrant sur le volume de! la « caisse », on obtient les équations 
suivantes 


cos (kr (£)), 
sin (kr (t)). 


Ce sont là les équations d’un oscillateur en présence d'une force 
d’excitation, cos (k;r) étant pris pour i = 1, et sin (kr), pour 
L = 2. 

Les équations (1.24) se déduisent sous l’hypothèse que le champ 
compte un seul électron ponctuel (charge e; cf. (1.2)), animé d’une 
vitesse v (ft). La généralisation au cas des charges multiples est 
évidente. 

Toutes les relations examinées peuvent s’écrire d’une façon par- 


faitement analogue aux équations de Hamilton de la mécanique 
classique : 


Que + Du = _. vAu(r(t))=e V 8x (ea1v (t)) (1.24) 


0% (p. > 0 (p. 
p=—- 9, qg= "2, (1.25) 


où #2 (p, g) est la fonction de Hamilton d’un système mécanique; 
q et p les coordonnées généralisées et les impulsions généralisées 
respectivement. 
Notre tâche consiste à trouver une fonction 4 (pa, Qu) telle 
qu'on puisse en tirer l'équation du mouvement de la forme (1.25). 
Il est évident que dans le cas du champ libre (sans charges) les 
équations (1.24) de qas, c.-à-d. les équations 


g+oigu=0, (1.26) 
peuvent se mettre sous la forme de Hamilton, si 
1 . 2 + 
ÎB = ir = 7 D; (Phi +oigh), (1.27) 
À, i 


où + est l'énergie du champ électromagnétique transversal (1.22). 
En effet, on tire de (1.25) et (1.27) 


e. 0e e 
PRET —Diqhir Qu = Pa (1.28) 


ce qui coïncide avec (1.26). 

La série (1.18) avec les g;: déterminées par (1.26) est la somme 
des ondes électromagnétiques planes qui se propagent à la vitesse 
de la lumière. En effet, (1.26) implique que q;; = C, cos wt + 
+ C, sin of; de plus, © = w:. Par ailleurs, ©? — c*k?À (cf. (1.23)) 
et, par conséquent, le champ varie suivant la loi cos w, (t  s;r/c), 
ou sin © (t — sar/c), où s1 = k;/k;, ; sè — 1. Ainsi, en l’absence de 
charges, un champ se compose d'ondes planes qui se propagent à 
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la vitesse de la lumière ; d'ailleurs, ce résultat est immédiat des équa- 
tions de départ. 

Si la fonction de Hamilton classique d’un champ électromagné- 
tique sans charges traduit dans le vide l’énergie du champ, en pré- 
sence des charges il convient de plus tenir compte de l’énergie avec 
laquelle ces charges interagissent avec le champ. On sait très bien 
que dans le cas non relativiste, l'énergie d’une charge dans le champ 
est de la forme 


= (p—<A)"+ep. (1.29) 


L'hamiltonien total du système champ électromagnétique -+ 
+ particule chargée est ainsi égal à la somme des expressions (1.27) 
et (1.29) 


B=—— (p—£A(r))"+ep (ri) + ir, (1.30) 


où r; sont les coordonnées du point où se trouve la particule chargée 
(s’il y a plusieurs particules, 4, est la somme des expressions de la 
forme (1.29) ; dans ce qui suit, l’indice à de r; sera parfois omis). 

Cet hamiltonien (jusque-là il s’agit toujours de la fonction de 
Hamilton classique) conduit à l’aide de (1.25) au système d’équations 
suivant : 


Pai = —@iqni + —— (p—<a) Air Qu= Paie 


Ce système se ramène à l’équation (1.24). En effet, puisque la 
| ne 0€ 1 e : ; 
quantité r — FR (P + | est tout simplement la vitesse de 
la particule v = r, nous obtenons l’équation déjà déduite. La fonc- 
tion de Hamilton (1.30) permet également d'obtenir l’équation du 
mouvement d'une particule dans un champ; en dérivant #2 par 
rapport à r, on obtient 


p=—e{E+{ivti}+£À. (1.31) 


Ainsi, l’expression de la fonction de Hamilton (1.30) nous fournit 
aussi bien l'équation du mouvement des oscillateurs du champ que 
l'équation du mouvement des particules chargées. 

Tout ce que nous examinons ici nous le faisons en approximation 
non relativiste *) pour profiter de la grande affinité de forme entre 
la mécanique classique et la mécanique quantique non relativistes. 
Dans la théorie quantique relativiste des particules de spin 1/2, 


*) Il s’agit certainement des particules, puisque l’électrodynamique du vide 
(ou suivant une vue quantique, la théorie des particules de spin 1 et de masse 
au repos nulle) est toujours une théorie relativiste. 
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qui utilise l'équation de Dirac dépourvue d’analogue classique aussi 
évident, cette affinité disparaît. 

Le passage de l’électrodynamique classique sous sa forme hamil- 
tonienne à l’électrodynamique quantique se fait de la même façon 
que le passage de la mécanique classique non relativiste à la méca- 
nique quantique. Plus précisément, la fonction de Hamilton d’une 
particule d’impulsion p et de coordonnée r 


_ À 
de= 5—+ep (r) (1.32) 
est remplacée par l’hamiltonien 
8 — Et + ep, (1.33) 


où p est l’opérateur d'impulsion de la particule, qui satisfait aux 
relations de commutation (r= {x;}, j — 1, 2, 3 


Pity—2z;P;= — ik, (1.34) 
égal à 
= —ihiV. (4.35) 


Si la particule se trouve dans un champ électromagnétique, alors 
p de (1.32) est remplacé par (P — £a) et p de (1.33), par 


p—<A=—iñv—<A, 


respectivement. 

L'état d’un système est défini par la fonction d’onde YŸ (r, t) 
dont la variation dans le temps est décrite par l'équation de Schrô- 
dinger 


RE = Y. (1.36) 

Les fonctions d'onde des états stationnaires sont de la forme 
Va (r, ?) = exp (—iE,t/h) à (r), (1.37) 

où Ÿ, (r) ne dépend pas de t (nr est l'indice ou le nombre quanti- 
que de l’état stationnaire). Le carré du module de la fonction Y de 
l'état stationnaire (c.-à-d. la probabilité que la particule soit déce- 


lée au point donné) est indépendant du temps. En portant (1.37) 
dans (1.36) et en simplifiant par exp (—iE,t/h), on a 


PBbn (r) = Ena (). (1.38) 
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Considérons un oscillateur harmonique unidimensionnel à masse 
égale à l’unité. On sait que son hamiltonien est de la forme 


SR = p2/2 + 41/20°q° (1.39) 
(ici.q = q est la coordonnée et wo, la fréquence cyclique de l'oscilla- 
teur). L'énergie du n-ième état stationnaire est 
En = Ro (n + 2) n=0;:1,; 2; ::.; (1.39a) 
et la fonction d’onde est de la forme 
Pn (9) = Cn exp (—9°/2q) H} (g/Qo), .(1:39b) 


où Go = V'h/o; H, (x) est le polynôme d'Hermite et C,, le facteur 
de normalisation. En particulier 


exp (—9°/2q;). (1.39c) 


| 
Ÿo nier re 
Dans les transitions de l’état de nombre quantique nr à l’état 
de nombre quantique n’, les éléments matriciels de la coordonnée 
(Gnn’) et de l’impulsion (p,,-) sont nuls si n° = n + 1 et 


| 
In, n+i — Î PaTŸn+: dq = ) EE, | 


_ lin 

In.n-1 — 2w9 3 
+ Ô 
Pn.n+1 —= | p(—i) Vn+1 dq = - (1.40) 
L h 1 : 
— — W09 VE = — lOoQn,n+1s 
: hn x 

Pn,n-1 = 10 Va — 1Opn, n-11 j 


sin =n—+i. 

Nous avons dit plus haut que le passage de l’électrodynamique 
classique à l’électrodynamique quantique se fait de la même façon 
que dans la mécanique. Pour ce faire, la fonction de Hamilton du 
système composé d’un champ et d’une particule 


DE = A e+ CAT (1.41) 


(58. est la fonction de Hamilton d'une particule dans un champ, 
examinée plus haut ; cf. (1.29)) est remplacée par l’hamiltonien 


D — Be + Pr (1.42) 


Per = 1/2 23 (Ph: + wi ghi). (1.43) 
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Tout comme dans la mécanique, l'opérateur d’impulsion pis, 
égal ici à 


e Ô 
— —Ài .44 
Pi il ôq:; , (1 4 ) 

satisfait aux relations de commutation 
PaiQuy — QuPai = — hp. (1.45) 


S'il n’y a pas de charges ou si on peut négliger leur interaction 


avec le champ, qui figure dans &£., la fonction d'onde décrivant 
l’état du champ Ÿ (q, t) (q est l’ensemble des coordonnées g;;) véri- 
fie l'équation 
in GI LP (9, t). (1.46) 
La fonction d'onde de l’état stationnaire 1, (q) satisfait alors 
à l'équation 
SE erPn (9) = EnŸn (4). (1.47) 
On vérifie aisément que Æ, est de la forme 


E, = 2 Ron (ra4 + 1/2) = À fon; + 1/2 à hw. (1.48) 


Le terme {/ Zho, est infiniment grand. Pourtant, cette infi- 


nitude ne conduit pas dans la théorie à des difficultés importantes 
et voici pourquoi: premièrement, la quantité physique observée 
n’est pas l'énergie elle-même, mais la différence d'énergies des états 


différents ; la somme ‘/, DAT ,, tout en restant constante, ne figure 
À 

donc pas dans le résultat. Deuxièmement, le passage des équations 

classiques aux équations quantiques est non univoque. On peut 

trouver un mode de quantification des équations du champ tel que 


cet additif disparaisse. En effet, partons de la fonction de Hamilton 
classique d’un oscillateur sous la forme 


S2 = 1/2 (p2 + wq®) = 1/2 (p + iwq) (p — iwq). 


Alors, en passant à l’hamiltonien, c.-à-d. en remplaçant p par p — 
= 0 on amène 
q 
BR = 1/2 (p° + w°?q?) — 1/2kw 
(résultat qui s'obtient parce que les opérateurs p et q ne commutent 


pas). 
2—0406 
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Ainsi, en cherchant l'énergie d’un état stationnaire du champ 
on obtient l'expression 


E, = à fon. (1.49) 


La fonction d'onde du champ s'écrit sous la forme d’un produit des 
fonctions d'onde des oscillateurs isolés, c.-à-d. 


Pn (9) = [] Pnau (Gas). (1.50) 


La formule (1.49) montre que l’énergie du champ électromagné- 
tique peut être interprétée comme l’énergie de l’ensemble des parti- 
cules d'énergie Âw;. On dit souvent que de cette façon nous sommes 
amenés tout de suite à la notion de photons, les r;; étant les nombres 
des photons de la sorte donnée. Toutefois il est d'usage de donner le 
nom de photons (très justifié, d’ailleurs) seulement aux quanta d’un 
champ de rayonnement, en particulier, de lumière. Dans la plupart 
des cas, la définition employée est encore plus serrée : les photons 
sont des quanta d’un champ électromagnétique d'énergie fo et 
d’ impulsion hik (k = w/c). Dans cefqui suit, nous appellerons pho- 
tons n'importe quels quanta de rayonnement dans le vide, mais 
ceci ne change rien au fait que les quanta du champ électromagné- 
tique transversal obtenus dans ce qui précède (appelons-les pseudo- 
photons) ne se ramènent pas en général à des photons. C’est que 
nous avons examiné non pas un champ de rayonnement, c.-à-d. un 
champ électromagnétique libre (résolution des équations homogènes 
du champ), mais un champ arbitraire (résolution des équations 
inhomogènes du champ : équations en présence des courants et des 
charges). Un tel champ électromagnétique transversal arbitraire 
diffère d’un champ de rayonnement ou, en langage quantique, de 
l’ensemble des photons (à titre d'exemple il suffit de mentionner 
le champ transversal d’une charge animée d’un mouvement uni- 
forme, qui se déplace dans l’espace à la vitesse de la charge v  c). 
Qui plus est, si le champ transversal (1.45) a été quantifié sans aucu- 
ne hypothèse, alors les expressions (1.46)-(1.48) aussi bien que les 
expressions (1.49) et (1.50) ont été obtenues d’uneTfaçon inconsé- 
quente, en négligeant l'interaction des charges et du champ. Mais 
si on ne le fait pas, on voit clairement que les coordonnées q du 


champ figurent dans SE aussi bien que dans « ., et l'énergie du 
champ transversal ne peut se mettre sous la forme (1.48), (1.49). 
L'introduction des pseudo-photons est pourtant justifiée dans un 
sens, puisque jusqu'à un certain temps on peut considérer que les 
pulsations ©, de (1.49) ne sont pas liées au vecteur d’onde par la 
relation œ@f — c°ki. Ces pseudo-photons, dits également virtuels, 
apparaissent aux états intermédiaires dans les calculs de la théorie 
des perturbations (cf. plus loin). Autrement dit, l’énergie des photons 
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virtuels Æ, — how; et leur impulsion p, — *k;, ne sont pas associées 
par la relation ÆE% — c?p£ (wi = c’ki), vraie seulement pour les 
photons à impulsion donnée. Comme nous allons le voir, pour le 
champ transversal entraîné par une charge en mouvement, © = (kv), 
où v est la vitesse de la charge. Si on considère les quanta d'énergie 
ho correspondants, on voit que ce sont des pseudo-photons qui 
forment, comme on le dit parfois, le « cortège » d'une charge en 
mouvement. 

Soulignons que nous n'insistons nullement sur l’idée que l’intro- 
duction de la notion des pseudo-photons présente un avantage, ni 
non plus sur le terme tel quel *). Ce qui importe pour nous, 
c'est d’établir le fait qu’en général le champ électromagnétique 
transversal n'est pas un ensemble des photons. Dans ce qui suit 
nous reviendrons encore sur ce sujet. 

Même pour un champ de rayonnement, les pseudo-photons qui 
fugurent dans l'expression (1.49) ne se réduisent pas aux photons 
d'énergie fo et d’impulsion (ñw/c) (k/k). Cela est dû au fait que 
ci-dessus (cf. (1.18), (1.19)) on a utilisé le développement suivant les 
ondes stationnaires. Celles-ci ne sont pas des fonctions propres de 
l’opérateur d’impulsion et leur quantification conduit aux photons 
d’impulsion nulle (nous avons en vue un champ de rayonnement 
pur, libre) **). 

Pour obtenir des photons « ordinaires » d'énergie fo et d’impul- 
sion (#w/c) (k/k), mettons le potentiel vecteur sous la forme d’une 
somme des ondes mobiles 


A= X (HA + A) (1.52) 


A1= V'änce; exp (ikar), (1.53) 


et à la différence de (1.17) procédons dans (1.52) à la sommation sui- 
vant la demi-sphère, c.-à-d. suivant la moitié des directions k;. 

La fonction de Hamilton de la partie transversale du champ 
s’écrira alors 


Peer = 2 (PAP? + wiqagà). (1.54) 


*) Le terme de JUS RESIn s'emploie également dans un tout autre- 
sens. On appelle méthode des pl So celle qui procède en remplaçant 
Ro Len les composantes de Fourier du champ entraîné par une- 
o NN en mouvement, par un ensemble des photons respectif (cf., par exemple, 

**) Pour calculer l'impulsion d’un photon on peut appliquer l'expression: 
de l'impulsion du champ 


4nc 


eZ [ [EH] (1.54) 


et définir E et H à travers À, c.-à-d. à l’aide des quantités p;; et qas. 
2+ 
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Examinons seulement le champ de rayonnement pur. Alors, nous pou- 


vons admettre que p; = q — —i0h1g)1 (cf. également (1.26) et 
(1.28)) et 


Bur=23 cine. (1.55) 
Constatons que les quantités qg, et qi ne sont pas des variables 


canoniques du fait que les équations du mouvement en ces variables 
ne sont pas de la forme 


de, qe. (1.56) 
Introduisons donc de nouvelles variables 
Q=qgi+ii Pi= —ion (ga — qi). (1.57) 
On a 
err = 1/2 2 (Pi +wi Qi). (1.58) 


La quantification fournit évidemment l'expression (1.49) de l’éner- 
gie, et le calcul de l’impulsion du champ donne 


"ho k; 
ps? br ais. he (1.59) 
c.-à-d. l'impulsion d’un photon est en effet égale à 
Ro 5K hi a 
gi = + a = + S)s SÀ — 1. (1-60) 


Outre l'énergie et l’impulsion, les champs et les quanta qui leur 
sont associés sont caractérisés par le moment cinétique. Dans la 
théorie classique le moment cinétique d’un champ électromagnétique 
s'écrit : 

__ 4 
| 4nc 


Mo 


| (r [(EH]] dÿ. (1.61) 


Puisque dans une onde plane illimitée le vecteur de Poynting 
S = & [EH] est dirigé suivant le vecteur d'onde k;, l'onde con- 


cernée ne possède pas dans cette direction de moment cinétique 
différent de zéro. Pourtant, dans un guide d'ondes cylindrique aux 
parois conductrices parfaites, la valeur de M... = M, (z est l'axe 
du guide d'ondes) d’une onde peut différer de zéro. Ainsi, pour les 
ondes monochromatiques à polarisation circulaire dans le guide 
d'ondes (cf. [1] et sa bibliographie) 


M, = + AB trl/On. (1.62) 
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Ici le signe dépend du sens de rotation du champ d'onde; &}, est 
l'énergie du champ transversal. Pour la quantification (qui doit 
se faire en décomposant dans le guide d'ondes les champs suivant 
les ondes « normales »), €, — Ron, et l'expression (1.62) témoigne 
que le moment du champ se compose des moments cinétiques des 
quanta du champ, la valeur de M, de chaque quantum est égale à 
+. Dans le langage adopté ci-dessus, ces quanta peuvent s'appeler 
photons (on admet que le guide d’ondes est vide et que ses parois 
sont conducteurs parfaits). Ce qui importe, certes, ce n’est pas la 
dénomination, mais la mise en évidence de la quantification du 
moment cinétique du rayonnement. Le moment (ou plutôt sa projec- 
tion) vaut +, c.-à-d. le spin des photons est égal à l’unité. Son 
étude présente surtout un intérêt particulier lors du développement 
en ondes sphériques du champ électromagnétique en général et du 
champ de rayonnement en particulier (de telles ondes sont émises 
par les multipôles électriques et’magnétiques, y compris les dipôles). 
Pour plus de détails sur le moment cinétique d’un champ de rayon- 
nement et le spin des photons, cf. [1, 3]. 

Considérons encore le système complet d’un champ et d’une char- 
ge. En approximation non relativiste l’hamiltonien de ce système 
s'écrit 


= (p—< A)" +ep+ Sbir, (1.63) 


et l'équation de la fonction d'onde Ÿ (r, t, g) se met sous sa forme 
ordinaire 


0Y # 
ih—=< F2W. (1.64) 


Pour résoudre les problèmes par les méthodes de la théorie des 
perturbations, l’hamiltonien se met sous la forme 


= ot", 
Po + ep+ der. (1.65) 
dE" — 


e? An 
2mc3 À°, 
SL" étant envisagé comme une perturbation. 


Remarquons qu'en général p ne commute pas avec À et de ce 
fait, dans l'expression de 4’ il convient d'écrire non pas — pÀ, 


mais D (pÂ + Ab), puisque précisément c'est là une expression 


hermitienne. Pourtant, dans le cas du champ transversal (div A — 
= 0), les termes avec pA et Ap sont égaux entre eux. 
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Les effets dûs à l'interaction de la lumière et de l’électron sont 
proportionnels à la «constante d'interaction électromagnétique » 
appelée également « constante de structure fine » 


e 1 
— he 137,036 ? (208) 
Puisque & < 1, dans un certain sens l'interaction entre un élec- 
tron et un champ électromagnétique est faible *). Aussi peut-on 
admettre que la fonction d’onde de l’état stationnaire diffère peu 
de la solution de l’équation 


Sono = EnoŸnor (1.67) 


qu'on peut calculer au moins dans une série de cas. En particulier, 
en l’absence de champ électrostatique extérieur, 


Pro = exp (=) [[ bras (qu). (1.68) 
À, i 


La faible différence entre la fonction d'onde exacte et la solu- 
tion de l’équation (1.67) est rendue évidente, par exemple par l’exa- 
men des électrons des niveaux excités d’un atome d'hydrogène. 
La durée de vie d’un électron à un niveau excité est de l’ordre de 
10% s, et sa période de révolution sur l'orbite, de l’ordre de 10-55. 
D'où en utilisant la relation d'incertitude de l’énergie 


AEAt = h, (1.69) 


on déduit que la largeur du niveau AE = 106 eV et la distance 
entre les niveaux est de l’ordre d’un électron-volt. Ainsi, le mou- 
vement des électrons aux niveaux excités d’un atome d’hydrogène 
est « quasi stationnaire » et se distingue peu de celui qu'aurait un 
électron sans l'interaction avec le champ. Ceci est dû, comme nous 
l'avons déjà dit, au fait que la constante de structure fine &« — e*/hc 
est sensiblement inférieure à l'unité. Si cette constante était de 
l’ordre de l’unité (comme c’est le cas de l’interaction d’un nucléon et 
d’un champ mésique), la largeur des niveaux serait de l’ordre des 


*) Cette note concerne surtout les effets de radiation et ne signifie pas, 
certes, que l'interaction électromagnétique peut être toujours considérée comme 
une perturbation. Il suffit de constater que l'interaction électrostatique d’un 
électron et d’un noyau (de charge eZ) est définie par le paramètre e?Z/Av, où 
: to la vite de l’électron. Pour un atome d'hydrogène à l’état fondamental, 
‘ehv = 1. 
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distances entre les niveaux eux-mêmes et, en général il ne serait 
question d’aucun mouvement « quasi stationnaire » *). 

Puisque les fonctions #,, (cf. 1.67) forment un système complet, 
la solution Ÿ de l’équation (1.64) peut se mettre sous la forme 


= D bn (#) Pmo(r)exp | — 2€], (1.70) 


m 


En portant (1.70) et l’hamiltonien (1.65) dans l'équation (1.64), 
en multipliant les deux membres de l’équation par 1%, en intégrant 
sur l’espace tout entier et en tenant compte de l’orthogonalité et 
de la normalisation des fonctions 1. on obtient 


ch = D amd (0) EXP [ + (Eno — Emot | 


(4.71) 
nm = [ DL 02 Do dv. 


Supposons que pour { = 0 on ait b4 = 1 et bh141 — 0. Alors sous 
l'hypothèse que pour nr -£ k à tous les autres instants b, sont petits 
et en rejetant les termes d'ordre de petitesse successif, on a 


+ Fdbh ne i 
hnO L Sérrexp [+ (Eno— Eno) t |, (1.72) 


d’où on tire sans peine 


21 nn À (Eno — Eno) ? | 
bn PE pese (1—cos[ She tno |}, (1.73) 


Si dans la théorie des perturbations on a en première approxima- 
tion | b, (t) | = 0, une procédure analogue permet de trouver les 
approximations qui suivent. Par exemple, en deuxième approxima- 
tion un élément matriciel s'écrit 


cD°(2) _ nn n°h 
HR = DE E. - (4.74) 


n° 


*) Sous ce rapport, la théorie quantique se distingue sensiblement de la 
théorie classique. Dans cette dernière il se peut que les perturbations relative- 
ment fortes n aboutissent pas à modifier qua ativenent l'allure du mouve- 
ment. Par exemple, les propriétés d’un oscillateur en forte interaction avec un 
gaz sont très voisines. Par contre, dans la théorie quantique, si la perturbation 
rend la largeur du niveau aussi grande quant à l'ordre de grandeur, que la dis- 


tance entre les niveaux, les propriétés du mouvement changent sensiblement 
(cf. ci-dessous chapitre 13). 
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L'expression (1.73) ne détermine la probabilité de transition 
qu’à l’état final d'énergie £,,. Or, ce qui nous intéresse d’habitude, 
c'est la transition à tous les états possibles, c.-à-d. l'intégrale 


À 1Bn (Ep (Eno) d'Eno- (1.75) 


Ici p (Eho) dEno est le nombre d’états stationnaires (on admet qu'ils 
sont « très serrés » dans l’intervalle des énergies E,o, Eno + dEno- 
Pour f tendant vers l'infini, l’intégrale (1.75) vaut (cf. ci-dessous la 
formule (1.84) ou, pour plus de détails, [1]) 


23 |, 
sr LS lÉ=Ero P (Exo) t ; (1.76) 


par conséquent, la probabilité de transition par unité de temps s’ex- 
prime par la formule 


1 2 get 
W=+ [18 (0 (En) dEno= 168" PP(Ens). (1.77) 


(La transition ne se produit qu’en présence des états E,, aussi proches 
que l’on veut de £},, ce qui est déjà traduit par (1.76). Pour calculer 
les éléments matriciels de an’, il faut utiliser, comme l’indique 
l'exposé précédent, les expressions (1.65), ainsi que (1.18), (1.19) 
et (1.40), en entendant par gq les opérateurs q:, (pour un exposé plus 
détaillé, cf. [1]). 

L'utilisation de la théorite des perturbations sous une forme 
aussi simple ou quelque peu plus compliquée permet de répondre à 
toute une série de questions de la théorie du rayonnement [1, 3]. 
Toutefois, son application plus large bute contre des difficultés 
importantes qui, formellement, se traduisent par l’apparition des 
expressions divergentes (infinies). Leur divergence est due à ce qu'on 
admet que l’électron est « ponctuel », que le champ possède un 
nombre infini de degrés de liberté, etc. Certaines de ces expressions 
ont une nature classique et ne sont pas conditionnées par la quantifi- 
cation. Il suffit de songer que l'énergie électrostatique d’une charge 
ponctuelle est infinie. Or, l’électrodynamique classique permettait 
déjà de contourner ces difficultés. A cet effet, on utilise en particu- 
lier, la méthode de « renormalisation » de la masse *). En électro- 
dynamique quantique il faut renormaliser aussi la charge de la par- 
ticule et, en général, la situation devient plus compliquée. Pendant 
longtemps l’attention des théoriciens était centrée sur l’étude de 
toutes ces questions en fonction de leur application à l’électrodyna- 


*) À notre connaissance, le terme lui-même de « renormalisation de la 
masse » est apparu seulement à la suite de la réalisation des opérations corres- 
pondantes en électrodynamique quantique. C’est ce qui a fait croire que la 
méthode de renormalisation avait été engendrée par la théorie quantique, idée 
pour le moins inexacte (cf. chapitre 2). 
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mique quantique. Ïl en a résulté de grands succès et pratiquement 
dans ce domaine les « effets nocifs » des infinitudes ont été suppri- 
més. On a conçu un outil permettant de répondre aux questions qui 
se posent et, notamment, rendre compte des effets de rayonnement 
très fins [1, 31. 

Le cours que nous présentons ici passe outre tous ces problèmes 
bien que nous espérons que l’exposé qui précède sera utile pour 
comprendre les principes physiques de l’électrodynamique quanti- 
que. Pour ce qui est du texte qui suit, il nous fallait seulement décrire 
l’application du formalisme hamiltonien à l’électrodynamique clas- 
sique et initier le lecteur aux aspects les plus élémentaires de l’élec- 
trodynamique quantique. 

Fait curieux : autrefois le formalisme hamiltonien ne s’employait 
presque pas en électrodynamique classique; sa vogue ne date que 
du passage à l’électrodynamique quantique. Mais comme il arrive 
souvent la « rétroaction » est entrée en jeu. On a découvert que le 
formalisme hamiltonien est également très commode pour résoudre 
des problèmes classiques, surtout en présence du milieu (cf. plus 
loin chapitres 6 et 7). Ces dernières années, lorsque de nombreux 
problèmes ont été déjà résolus, on a vu se poser de nouveaux proble- 
mes plus compliqués; d’autre part, plusieurs méthodes mathémati- 
ques puissantes ont été mises au point et largement appliquées par 
la suite (technique de diagrammes, fonctions de Green, etc.); il 
en a résulté que dans la théorie du rayonnement quantique aussi 
bien que dans la théorie classique, l’application du formalisme 
hamiltonien est devenue plus rare. Pourtant selon nous, il garde 
quand même l'avantage d’une intelligence immédiate; c’est une 
méthode simple, assez universelle, ce qui justifie parfaitement son 
application tout au moins dans des buts didactiques. 

A titre d'illustration appliquons le formalisme hamiltonien 
au problème du rayonnement d’un oscillateur, charge animée’ d'os- 
cillation harmonique. Pour définir le champ, il faut trouver les 
quantités q1;: du développement (1.18), l’équation du mouvement 
où interviennent ces quantités étant de la forme 


COS (kar) : 


sin (k;r), (39 


qu +oiqu=e V 8x (ex, v(t)) 


où r —r(t) est le rayon vecteur de la charge rayonnante e; dans le 
cas d’un oscillateur, 


r(f)=aæsinot, r (t) = V= Vo COS Opf — a) COS Dpt. (1.78) 
L’argument (k;r (t)) de (1.24) est petit si 
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où À, est la longueur d'onde du rayonnement émis. Adoptons la con- 
dition (1.79), c.-à-d. admettons que l’amplitude des oscillations de 
l'oscillateur est beaucoup inférieure à la longueur de l’onde émise 
(ceci est toujours vrai pour un oscillateur non relativiste, puisque 
la vitesse v) — &@oap ec et Ào — 2nc/w0). Alors, (kr) de (1.24) 
est bien inférieur à l'unité, et nous sommes légitimés de poser 
<os (kr) = 1, sin (k;r) = 0. C’est pourquoi g:2 = 0, et on obtient 
pour q11 l'équation 


qu + oiqu = € (eivo) V8 cos wot. (1.80) 


Sa solution vérifiant la prescription q11 = 0, Ga = 0 pour { = 0 
s'écrit 


hi = SLT [cos @opt — cos ot], bs = € (ex Vo) V 87. (1 .81) 
oi —@ 


En obtenant q;, nous avons défini complètement le champ élec- 
tromagnétique et pouvons calculer les autres grandeurs. Cherchons, 
par exemple, l’énergie émise par la charge (l’oscillateur) par unité 
de temps. A cet effet il convient évidemment de calculer l'énergie du 
champ £2,, d’après la formule (1.22), puis chercher sa variation 
par unité de temps, C. -à-d. d$8,,/dt. Ceci donnera précisément l’éner- 
gie émise par l’oscillateur par unité de temps. 

Pour <?,, on obtient l’expression 

Flu = > {otor PR D LE). (1.89) 


(io 


Nous avons dans l’accolade le seul terme qui fait croître 
Se: avec le temps; les termes qui ne figurent pas dans (1.82) n’ap- 
portent rien pour de grands t à l’énergie émise par l’oscillateur par 
unité de temps (on suppose ici que t est grand). 

Pour calculer la somme (1.82) il est commode de passer de la 
sommation à l'intégration. Pour ce faire, l’expression (1.82) doit 
être encore multipliée par le nombre d'oscillateurs de champ dont 
les pulsations vont de & à © + do; ce nombre vaut 


&? do dQ 
2nc)3 ? 


(1.83a) 


où dQ est un élément de l’angle solide. 
Ainsi, le passage de la sommation à l'intégration consiste à réa- 
liser le remplacement 


| 
D + cr | ... ©? do dQ, (1.83b) 
À 


où le facteur supplémentaire 1/2 est dû à l'intégration sur toutes les 
directions et non seulement suivant la demi-sphère des directions k. 
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L'intégration de (1.82) par rapport à w se fait facilement si l’on 
tient compte de l'égalité, vraie pour de grandes valeurs de t: 


+00 
Ï f (0) RE do = 1j (co) é. (1.84) 


De tous les calculs simples mentionnés on obtient l'expression 
de l’énergie rayonnée par un oscillateur par unité de temps dans 
un angle solide dQ 


dt t 8ncs 


sin? 6 dQ, (1.85) 


où 6 est l’angle entre la direction des oscillations a, et le vecteur 
d'onde du rayonnement k,, de plus 4, = wo/c. 

Suivant la définition donnée ci-dessus (partie d’un champ qui 
croît proportionnellement au temps t), le rayonnement apparaît 
lorsque la fréquence de la « force » figurant dans le second membre 
de (1.24) est égale à la pulsation propre des oscillateurs du champ 
©, = ck,. Sous ce rapport, une charge animée d'’oscillations harmo- 
niques est parfaitement typique, bien que dans l’approximation 
dipolaire considérée (condition (1.79)) il n’y a qu’une seule fréquence 
rayonnée. Constatons que dans la théorie du rayonnement dans le 
cadre de la théorie des perturbations la situation est tout à fait ana- 
logue (comparez (1.82) et (1.73); pour plus de détails, cf. [1]). 

Il est commode maintenant d'’élucider certaines circonstances 
importantes qui d'ordinaire restent dans l’ombre, en discutant 
une question quelque peu rhétorique : un électron peut-il rayonner 
en se déplaçant en mouvement uniforme ? 

La réponse standard, banale, si l’on peut dire, est négative. Or, 
en fait, cela n’est vrai que sous de nombreuses réserves dont certai- 
nes ne sont ni triviales ni prises toujours en considération, ce qui 
conduit à des paradoxes et des erreurs. 

Premièrement, il faut préciser le système de référence dans le- 
quel l’électron considéré *) est animé d’un mouvement uniforme, 
c.-à-d. dans lequel il se déplace à une vitesse constante v. D’habitude 
(lorsque ceci n’est pas spécifié à l’avance), il s’agit d’un mouve- 
ment dans des systèmes d'inertie. C’est dans ces systèmes-là que 
sont écrites les équations initiales du champ, et jusqu'ici il ne 
s'agissait que d’eux. [l est évident que si un électron se déplace 
uniformément dans un système non inertial, son mouvement par 
rapport à un système d'inertie est accéléré et il rayonne. 

Deuxièmement, on examine le mouvement uniforme dans le 
vide et non dans un milieu. Un électron qui se déplace uniformément 


*) Au fond, il s'agit sssurément d’une charge appelée électron seulement 
par convention. 
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dans un milieu peut aussi bien émettre un rayonnement Tchérenkov 
qu’un rayonnement de transition (cf. chapitres 6 et 7). 
Troisièmement, on considère que la vitesse de l’électron v< c, 
où c est la vitesse de la lumière dans le vide. Souvent cette condi- 
tion est considérée comme triviale, ce qui n’est pas le fait. La pres- 
cription de l’invariance relativiste ne conduit nullement à la condi- 
tion v << c; en particulier, les équations du champ (1.1) sont tout 
à fait vraies (et du point de vue relativiste, invariantes) pour v > c 
aussi. [1 est vrai qu’une particule de masse au repos m ne peut être 
accélérée jusqu'à v © c, ce qui est déjà rendu clair par l’expres- 


e 2 e # e e e . 
sion € — FES qui donne l’énergie d’une particule. Mais ceci 


n’interdit pas encore l'étude des particules (tachyons) qui se dépla- 


2 
cent toujours à la vitesse v > cet dont l’énergie est £ = = — 
U V1—v2jc? 
= 7 — -- Les difficultés réelles de l'étude des mouvements à 
v®c2 — 


de vitesses v > c sont dues aux perturbations éventuelles du prin- 
cipe de causalité (c’est cette dernière circonstance et non la viola- 
tion de l’invariance relativiste qui a imposé l’« interdiction » v << c; 
cf. [4, 5]). C’est pourquoi les tachyons qui ces dernières années ont 
fait l’objet des discussions animées dans les ouvrages de physique, 
ne peuvent probablement pas exister. Mais il existe quand même des 
sources qui se déplacent à des vitesses v >> c, bien que ce ne soit 
pas des particules isolées. Il en sera encore question au chapitre 8. 

Après ce qui vient d’être dit formulons notre question d’une 
façon plus exacte: un électron rayonne-t-il s’il se déplace à une 
* vitesse constante v << c dans le vide dans un système d'inertie? 

Il existe au moins quatre démonstrations qui prouvent que dans 
de telles conditions un électron ne rayonne pas. 

La première démonstration et, dans un certain sens, la plus 
conséquente, est liée à la solution des équations du champ (1.1) 
pour v — const. Cette solution (cf., par exemple, [1, 5, 6] et cha- 
pitre 3) traduit l'absence dans le cas discuté, de champ de rayonne- 
ment, c.-à-d. de champ décroissant comme 1/R et qui fournit un 
flux d'énergie à l'infini (elle montre aussi que le rayonnement 
apparaîtrait avec v > c). 

La deuxième démonstration n’impose aucun calcul. Considérons 
un système de référence où l’électron est au repos, réalisable avec 
v = const, vu << c. Il est évident que dans un tel système de réfé- 
rence le rayonnement n'existe pas (l’électron est tout le temps au 
repos) *). Mais un rayonnement ne peut pas apparaître sous l'effet 


*) En fait on suppose ici dès le début que dans un certain système de réfé- 
rence un électron est toujours au repos, et c’est pourquoi il faut appliquer des 
raisonnements plus détaillés, par exemple, comme ceux qui suivent. Supposons 
qu'un électron (particule chargée libre) se déplace sans rayonner à la vitesse 
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du passage d’un système d'inertie à un autre, il n'existe donc pas 
non plus pour v — const. Cette démonstration pèche dans une cer- 
taine mesure par le fait qu’elle semble être applicable également 
au cas v > c en + prouvant » par là l’absence de rayonnement pour 
ce cas là aussi. Or, avec v > c, même dans le vide, une charge doit 
émettre le rayonnement Tchérenkov (à propos, c'est là l’une des 
difficultés de la théorie des tachyons; cf. également chapitre 8). 
Ce paradoxe disparaît si l’on tient compte que pour v > c il est 
impossible de réaliser un système de référence dans lequel un électron 
est au repos. 

La troisième démonstration part des lois de conservation de l’éner- 
gie et de l’impulsion. Le plus simple (bien que ce ne soit pas de ri- 
gueur) est de mener la discussion en un langage des quanta. Plus 
précisément, si on envisage une particule d'énergie € — V m°c* +c°p° 
et d’impulsion p, on peut voir que les lois de la conservation de l’éner- 
gie et de l'impulsion empêchent cette particule d'émettre un photon 
d'énergie fo 0 et d’impulsion *k, 4 — w/c. Cette démonstration 
sera donnée en fait au chapitre 7 dans la discussion des conditions 
de rayonnement dans un milieu. À propos, dans le cadre d’une telle 
approche, le rayonnement ne peut exister dans le vide que siv< c; 


pour les tachyons d'énergie 8 = V —m°c* + c°p° la vitesse 
8 #p 
OP  Y'c2p3— mic 


et les lois de la conservation n'interdisent pas l'émission des pho- 
tons par une particule animée d'un mouvement uniforme. 

La quatrième démonstration est basée sur l'application du 
formalisme hamiltonien. Lorsqu'un électron se déplace uniformé- 
ment, son rayon vecteur r(t) = vt et kr = (k;v)t, c.-à-d. le 
second membre de l’équation du mouvement des oscillateurs du 
champ comporte la fréquence k;v (cf. (1.24)). Quant à la pulsation 
propre des oscillateurs du champ dans le vide, w, — ck;,: aussi est-il 
évident que pour v << c la résonance est impossible et donc, le rayon- 
nement d'énergie é?,, croissante dans le temps n'existe pas. 

Ainsi, sous toutes ces réserves (système d'inertie. vide, vitesse 
v << c), un électron animé d’un mouvement uniforme ne rayonne 
pas. 

Si la question se réduisait à ce qui vient d’être dit, elle ne serait 
probablement même pas débattue. Or, il n’en est pas ainsi. C’est que 


U = > c 


v = const. Nous démontrons alors en passant à un système d'inertie dans lequel 
un électron est toujours au repos, qu’une telle solution est compatible avec les 
équations du champ et que le champ de l'électron est électrostatique, le rayonne- 
ment n'existant pas. Cette démonstration ne se distingue au fond de la précé- 
dente que par la résolution des équations du champ qui est’plus simple pour une 


charge au repos que pour une charge en mouvement, et qui peut être considérée 
comme universellement connue. 
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dans la première période de l’électrodynamique quantique on avan- 
çait en théorie quantique cette affirmation paradoxale qu’un élec- 
tron animé d'un mouvement uniforme émet quand même. Une telle 
conclusion est tirée sans peine des calculs bien simples faits dans 
le cadre d’une première approximation de la théorie des perturba- 
tions. En effet, supposons que pour £ =- 0 l’électron se déplaçait 
uniformément (impulsion p — const) et l'énergie du champ trans- 
versal était nulle (tous les oscillateurs du champ étaient à l’état 
fondamental, c.-à-d. n;,, — 0). Alors compte tenu de l'interaction, 


par exemple de l'interaction &, = — _ pA (cf. (1.65)), les éléments 


matriciels des transitions aux états quantiques de n,; — 1 sont diffé- 
rents de zéro (cf. (1.40)); par conséquent, la probabilité | b, (t) |? 
de (1.73) est également différente de zéro. Il est vrai que l’énergie 
du champ ne croît pas avec le temps ({ —> æ), mais le rayonnement 
apparaît quand même. Nous ne faisons pas le calcul quantique dé- 
taillé, l'effet envisagé étant en fait purement classique [7]. En effet, 
reprenons la question en la formulant exactement comme dans ce 
qui précède, mais en la plaçant dans le cadre du formalisme hamil- 
tonien de l’électrodynamique classique. Plus précisément, cher- 
chons la solution des oscillateurs du champ gq:1 (et par là. du champ 
transversal lui-même) pour le cas d’une charge animée d’un mouve- 
ment uniforme, si dans (1.24) r (t) — vt, et sous la condition que 
pour t — 0 tous les gi, — 0, ainsi que g;1 = 0, c.-à-d. que le champ 
est nul. Pour simplifier bornons-nous également au cas où k;r ({) — 
— (k;v) < 1; autrement dit, admettons que le temps ft est assez 
petit ou que la longueur d'onde À — 2x/k est assez grande. Les équa- 
tions (1.24) deviennent alors 


qu + @i qu = € V'8n (exv), qe + &Â que = 0. (1-86) 


La solution de ces équations qui satisfait aux conditions mention- 
nées, est de la forme 


Qu = ES (exv)(1—coswit), qe = 0. (1.87) 


En portant cette solution dans (1.22), on obtient 


ler = 8ne? © ET (1 — cos oi). (1.88) 
 : 


Le passage de la somme à l'intégrale (cf. (1.83)) et l'intégration 
sur les angles et sur les pulsations de © = 0 à un certain maximum 
Omaxr Conduisent à 


Dur = es (1/20) À @max — Om À, (1.89) 
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Le calcul quantique fournit absolument le même résultat. Cette 
circonstance aussi bien que l’absence de la constante de Planck # 
dans (1.89) ne laisse aucun doute sur l’absence d’un élément quanti- 
que dans le problème discuté. Au fond, il s’agit apparemment du 
fait suivant. On admet que l’électron se déplace uniformément mais 
pour &t — 0 on suppose qu’il n'existe pas de champ transversal. 
Or, un électron animé d’un mouvement uniforme (s’il se déplace tout 
le temps précisément de cette façon-là) est plongé dans son champ y 
compris dans le champ transversal (magnétique et électrique). qu'il 
entraîne avec lui. Considérer que ce champ, absent à t — 0. est 
décrit (avec { >> 0) par les équations du champ, signifie en fait 
qu'avant l'instant { — 0 l’électron avait été au repos, puis, à t — 0, 
il a été instantanément accéléré jusqu’à la vitesse v. Il en résulte, 
naturellement, que la charge rayonne; de plus, premièrement, la 
charge est « entourée » par le champ qu'elle entraîne, et deuxième- 
ment, elle émet un rayonnement « vrai » qui s’en va à l’infini et qui 
est dû à l'accélération de la charge. Cette partie du champ transver- 
sal (champ de rayonnement) est représentée dans (1.87) par le terme 
proportionnel à cos w,t qui correspond à la solution de l'équation 
homogène (1.86). Ceci rend déjà clair qu'il s’agit du rayonnement 
d’un champ libre (ou en langage quantique, du rayonnement des 
photons). Si le déclenchement de l'interaction est assez lent (adiaba- 
tique), c.-à-d., physiquement parlant, si l’accélération de l’électron 
est faible, le champ libre n’apparaît pas et il ne se forme que le champ 
entraîné dont l'énergie dans le cas non relativiste, c.-à-d. pour v & c, 
est 


<naz (4/2v°). 


ir = 2 

La pulsation Omax — ee OÙ AmineSt la plus courte longueur 
d'onde. Il est évident que pour une charge étendue de rayon r;, 
Amin To et dErr = 1/2memt°; par ailleurs, comme il se doit, la 
masse électromagnétique Mem — e?/roc°. 

Ainsi aux conditions, dont l'observation est nécessaire pour 
qu'un électron animé d’un mouvement uniforme ne rayonne pas, 
il faut ajouter celle du mouvement stationnaire, autrement dit, 
du mouvement uniforme dans l’intervalle — 00 << t << +00. Cette 
prescription est en général évidente et dans une certaine mesure elle 
était toujours sous-entendue, mais dans les calculs quantiques évo- 
qués il s’est trouvé qu'elle était dissimulée. L'utilisation du forma- 
lisme hamiltonien, et surtout la position du problème lié à cette 
utilisation, analogue à l'approche quantique prévoyant le déclen- 
chement de l'interaction à l'instant t — 0, a permis d'éliminer le 
paradoxe et élucider la question. D'autre part, il devient évident, et 
il est utile de le retenir pour résoudre des problèmes parfaitement 
réels (cf. [7, 8]), qu'il n'est pas de rigueur que le champ d’une 
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charge en mouvement uniforme soit stationnaire. Autrement dit, 
le mouvement de la charge peut être déjà depuis un certain temps 
uniforme, alors que le champ qu’elle entraîne peut différer du champ 
stationnaire (celui-ci s'établit lorsque la durée du mouvement à 
vitesse constante est assez grande). L'exemple examiné d’un électron 
se déplaçant uniformément avec £ > 0 rend surtout clair aussi la 
différence déjà notée entre le champ de rayonnement libre et le 
champ transversal entraîné. Ainsi, il ne faut pas identifier un champ 
électromagnétique transversal arbitraire à l’ensemble des photons 
(tout étrange que cela paraisse, cette circonstance évidente est 
littéralement devenue coutumière dans les exposés de la théorie 
quantique du rayonnement). Il est à noter que la construction réelle 
de l’électrodynamique quantique est complètement affranchie de 
toute hypothèse sur l’absence de charges ou sur l'identification du 
champ transversal quantifié à un champ de rayonnement libre 
(c'est-à-dire à l’ensemble des photons); ceci était déjà clair lors du 
passage (quantification) de l’électrodynamique classique à l’électro- 
dynamique quantique, fait plus haut. C’est pourquoi si l'application 
de la théorie quantique du rayonnement est conséquente, naturelle- 
ment les résultats ne sont jamais incorrects. Quant à la possibilité 
qui se présente ordinairement de négliger la différence entre un 
champ transversal arbitraire et l’ensemble des photons, elle est 
due au caractère des problèmes de la théorie quantique du rayonne- 
ment (dans la grande majorité des cas, le champ est considéré pour 
1 + oo, à l'infini, etc.). Mais comme nous l’avons déjà dit, il n’est 
pas toujours permis de procéder de la sorte (cf. [7, 8]). 


CHAPITRE 2 


RÉACTION DE RAYONNEMENT 


Réaction de rayonnement dans la translation d'une charge. Rotation d'un moment 
magnétique (rotation magnétique oblique) 


S'il existe une source de rayonnement (charge, antenne, etc.) 
elle subit en général la réaction de rayonnement. L'exemple le 
plus simple et le plus connu est celui du mouvement d’une charge 


ponctuelle à une vitesse non relativiste, décrit par l’équation du 
mouvement 


mr=F+ (2.1) 


« 2e2 LES Led LA Cd e 
où Ê — gs Fr est la réaction de rayonnement (force de réaction ou 


force de freinage radiatif) et F,, la force extérieure qui, dans le 
cas d’une origine purement électromagnétique, est de la forme 


Fo=eEo+ + [rH]. (2.2) 


En tenant compte de la force de réaction (cf., par exemple, 


ci-dessous, chapitre 3), pour une vitesse v = | r | —>0, l’équation 
relativiste du mouvement se transforme en (2.1) et en fait, son 
obtention de (2.1) n’est pas liée à des hypothèses supplémentaires. 
C'est pourquoi la discussion des conditions sous lesquelles on peut 
obtenir et utiliser (2.1) est également en rapport direct avec le 
cas relativiste (cf. chapitre 4). 

Le fait que l'équation (2.1) ne peut être appliquée « sans hési- 
tation » est clair dès qu’on annule la force extérieure F,. L’équation 
qu’on obtient possède alors en plus de la solution correcte r = v = 
= const (mouvement uniforme dans le système d'inertie considéré), 
une solution « autoaccélérée » explicitement fausse 


V = VoexPp {Ft} ; 


de plus, la « fréquence », ©, — 3me%/2e? = 1,6.10% s-1. 
3—0406 
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L'équation (2.1) peut s’employer sans crainte lorsque la force 
de réaction f est faible devant la force extérieure F, 


Î  Fo- (2.3) 
Dans ces conditions la force f joue le rôle d’une perturbation; en 
première approximation, mr = Fo, alors que l’approximation sui- 
vante donne 


m T= Fo+ f, f =  È+ Cr [EH]. (2.4) 


_— 


Pour une force harmonique à fréquence cyclique ©, lorsque E, = wE£% 
la condition (2.3) est équivalente aux prescriptions *) 


= LD re = 2.829.108 cm, (2.5) 


Ho LE = 6.101 e. (2.6a) 


Dans ce qui suit nous omettrons parfois le facteur 2x dans les inégali- 
tés de la forme (2.5), ce qui est formellement toujours légitime en 
présence des signes © ou <. Constatons que l'inégalité (2.6 a) peut 
également s’écrire 


E=iDdre @x = 20 —1,76-107H 5. (2.6b) 
Le sens de cette condition est évident si l’on songe que, dans le 
champ magnétique permanent H, une charge non relativiste tourne 
avec une fréquence wo = eH,/mc en émettant des ondes électroma- 
gnétiques de cette même fréquence. La contrainte (2.6) pratiquement 
n'a pas d'importance du fait qu’il est improbable que même dans 
des pulsars les champs dépasseraient les valeurs supérieures à 1012 
ou 10% Oe. Il faut pourtant avoir en vue que pour les particules rela- 
tivistes, les conditions d'application de l'expression correspondante 
de la force de réaction, bien qu'elles s’obtiennent de (2.5), (2.6) 
ne sont pas du tout les mêmes quantitativement, par suite de l’ap- 


ni VIS (cf. chapitre 4). 


Remarquons également que nous n'avons pas tenu compte des con- 
traintes quantiques. Aussi, pour les électrons, la condition (2. 9) 
a-t-elle au fond un caractère fictif, puisque l'étude classique n'est 
valable que pour 


parition des facteurs de la forme 


AS me = 8,86-10"# cm. (2.72) 


*) Toutes les valeurs mÉrQUES sont données pour un électron (e = 
= 4,8-10-19 UES (CGS); m — 9,1-10-28 g). (2.5) tient compte de l'allure har- 
monique du champ E.et (2.6)-n'ÿ tient pas. ‘. 
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Cette inégalité peut également. se mettre sous la forme 


27rch 
ho = À 


& me2=5,1-105 eV. (2.7b) 


La condition (2.6) est remplacée par l'inégalité Az © fi/me, 
ce qui s’accorde complètement avec (2.7). Le sens de la condition (2.7) 
est qu’elle permet de négliger la production éventuelle des paires 
électron-positron (y compris leur naissance à des états intermédiai- 
Tes . 

Mais d'où vient pourtant cette condition (2.3)? La meilleure 
réponse à cette question et la plus convaincante sera obtenue pro- 
bablement en cherchant l' équation du mouvement à partir des équa- 
tions initiales, c.-à-d. des équations du champ (1.1), et de l'équation 
du mouvement d’une charge « étalée » 


mr=e | D (r—r')E(r°) dV”, (2.8) 


où pour simplifier on a négligé l’action du champ magnétique 
(cas v —+0); la densité de charge p (r) —=eD(r—r'); de plus 


|D (r — r°) dV" = 1 et r est la position du centre de la charge; 


mais ce qui importe surtout, c’est que E (r’) de (2.8) est le champ 
total égal à la somme du champ extérieur E, et du champ propre de 
la charge E’ (r’). Si la longueur d'onde qui caractérise le champ 
extérieur vérifie la condition (2.5), E, peut être sorti du signe d’in- 
tégration de (2.8). Pour ce qui est du champ propre E”, son évalua- 
tion et, si l’on veut, son élimination doivent justement conduiré 
à l'expression de la force de réaction. La voie usuelle assez lourde 
de l’élimination du champ E’ est donnée, par exemple, dans [1]; 
quant à nous, nous appliquerons pour ce calcul le formalisme ha- 
miltonien [9, 10], ce qui permettra de révéler certains aspects qui 
dans les cas courants. restent obscurs, et surtout de passer directe- 
ment au problème de la réaction de rayonnement dans le mouvement 
du moment magnétique. | 

Pour rendre l’exposé plus commode, reprenons comme nous l’avons 
fait souvent et le ferons plus loin, les équations principales du pre- 
mier chapitre, mais en modifiant d’une façon évidente les notations 


rendues claires par l'équation (2.8) et les explications qui la suivent. 
On a 


= 5%, Az 3 Vice [qu cos (Eur) + que sin (Har)], 2.9 
À re CRT 


Qu+oiqu=VBêre (er (t)) | D (r—r") cos (k;r°) dy, | e 10) 
Da O Que =VBne (er (£)) D(r—+ ) sin Gr y dv”. re DE 
3% 
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Le système (2.10) peut être intégré sous sa forme générale. Tou- 
tefois, nous ne nous intéresserons pas aux coefficients numériques 
qui dépendent du type du facteur de forme D. C’est pourquoi nous 
admettrons simplement que les intégrales des seconds membres de 
(2.10) disparaissent pour les longueurs d'onde À = 21/k; << Anin — 
= 2nc/omax — Fo, Où ro est le rayon de la charge. Ensuite, pour 
O1 << Wmax 02 peut poser 


[D cos (kar') dV' = et | Dsin (kr') 4’ =0. 


Cette possibilité est évidente pour une charge au repos, lorsque 
r’ = 0 (en vertu de cequiaété dit, r’ se distingue der par des grandeurs 
de l’ordre der, et cette différence ne joue aucun rôle pour © << wma x): 
Quant au cas d’une charge se déplaçant lentement, l’approximation 
considérée est justifiée par l'observation de l’inégalité wav/c & w; 
et qui est, soit dit en passant, confirmée par le résultat. Il en est 
ainsi du fait que la substitution r’ & r = vit fait précisément appa- 
raître dans le second membre des équations (2.10) une fréquence de 
l’ordre de wAv/c; quant à la fréquence propre des oscillateurs du 
champ, elle est égale à w:. Par suite, l'intégrale donnée ci-dessous 
(cf. (2.13)) de la première des équations (2.10) change peu si l’on 
retient que les seconds membres des équations (2.10) dépendent du 
temps. 

Constatons également que (2.9) ne rend pas compte de la partie 
longitudinale du champ E”, puisque celle-ci n'apporte pas sa con- 
tribution à la force qui s'exerce sur la charge (particule) dans son 
ensemble. 

En procédant de la sorte on obtient à partir de (2.8)-(2.10) 


mr=e6Eo—e V En © exqu. (2.11) 


Qu + wiqu = V 8x e (er (t)). (2.12) 


Ici on tient compte également que dans cette approximation on peut 
adopter gx = 0 et À = Vênc > eigu. La solution de l’équation 
À 
(2.12) sous la condition que pour t — 0 la particule plongée dans 
son champ qu’elle entraîne avec elle se déplace uniformément, est 

de la forme 
{ 


| (esr (t)) sin ©; (é— +) dt. 
0 


(2.13) 


En portant (2.13) dans (2.11) et en passant de la sommation sur 
À à l’intégration sur w et sur les angles (cf. (1.83)), puis en effectuant 


ne = 
Qui = a (exr (0)) cos ont + £ me 
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quelques opérations bien simples (intégration sur les angles et 
transformation de l'intégrale), on obtient finalement 


mr=eE, (r)— dues F4 F (0) Smet + 


4e? 
3nc3 
, ‘mar... F 
PE t— = 
+ | r (t)cos o (£ — +) do dt 
…. VA RE de ** . 
= €Eo (F)—Mem +3 r + r (0) PRE + 
+ les termes tendant vers zéro pour Gaz  C/ro—> 00. (2.14) 


L'apparition du terme où figure la masse électromagnétique mm — 
= 4e Omax/3nc = e?/roc° qui tend vers oo avec r, — 0 témoigne que 
déjà en théorie classique il faut renormaliser la masse. La renormali- 
sation revient à dire que la masse totale m “+ m., est la masse obser- 


vée de la particule *). La force de réaction f — (2e*/3c°) r ne dépend 
pas de r, et, par conséquent, des hypothèses quelles qu'elles soient 
sur la structure de la charge. Mais cette force n’est pas la seule force 
de réaction. Premièrement, un terme complémentaire apparaît pro- 
portionnel à (sin @maxt)/t, et important si les £ sont petits. En géné- 
ral, il est clair qu'il est inadmissible d’intégrer simplement l’équa- 
tion (2.1) sous des conditions initiales quelconques, cette équation 
étant inapplicable pour £ —0. C’est pourquoi les difficultés liées 
aux solutions incorrectes « autoaccélératrices » et autres (pour plus 
de détails, cf. [11, 12]) n'apparaissent pas non plus. Deuxièmement, 
les termes d'ordre (r4/À). (ro/À)°, etc. ne figurant pas dans (2.14), 
sont petits par rapport à / seulement sous la condition de la forme 
(2.5) qui précisément conduit à la prescription (2.3). Ainsi, c'est 
justement le fait d'envisager la force de réaction j comme une pertur- 
bation, qui permet sans crainte d'utiliser l’équation du mouve- 
ment (2.1), dont le sens et les limites de validité sont suffisamment 
clairs. 

Les efforts ont été bien nombreux pour démontrer la possibilité 
d'utiliser l'équation (2.1) et sa généralisation relativiste comme une 
équation exacte ; de plus, il fallait ne serait-ce que pour éliminer les 
solutions « autoaccélératrices » imposer telles ou telles conditions 
supplémentaires. Outre toutes autres choses, on ne comprend pas 
très bien à quoi cela doit servir? Nous ne connaissons pas de problèmes 


*) Non seulement il est possible de procéder ainsi, il le faut même, puisque 
la masse « nue » m et la masse électromagnétique m,,, ne se manifestent pas 
séparément et ne peuvent pas être mesurées (ce qui vient d'être dit est vrai au 
moins dans les cas où la fréquence caractéristique du champ extérieur © & @mazx; 
ceci étant supposé au départ). 
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classiques dans lesquels il est impossible de considérer la force de 
réaction comme une perturbation (dans un référentiel où l’électron 
est au repos). La représentation de la particule ponctuelle classique 
est inconséquente et le problème de la structure des particules « élé- 
mentaires » doit se résoudre en tenant compte des effets quantiques. 

L'étude de la réaction de rayonnement permet une fois de plus 
d'insister sur la différence qui existe en présence d’un champ (ou, 
pour mieux dire, en tenant compte du champ : une particule chargée 
en mouvement possède toujours un champ transversal) entre la 


vitesse de la particule v = r — _ p — _ A) et son impulsion géné- 


rälisée p. En effet, les expressions (2.11)-(2.14) ont été obtenues en 
négligeant la relation entre le potentiel vecteur du champ propre A 
et les coordonnées r. Par ailleurs, dans le cas général, 


p= —2# = gra 1 z(r—<fAt, Dr) dv} }. | 


| (2.15) 
LL 3 p—< (Ar, t D(r—r)dV}, | 


où nous ne tenons pas compte de la force extérieure F,. Il est évi- 
dent que lorsque A (r’, t) est indépendant de r”, la réaction du champ 
de rayonnement à l'impulsion disparaît (c.-a-d. p — 0 ou, compte 


tenu du champ, p = F;), alors qu’elle demeure pour la vitesse, étant 
décrite dans les Mimites indiquées par l’équation (2.1). Ce résultat 
ne peut être considéré comme paradoxal, puisque l’impulsion d’une 


particule chargée est assez complexe : p = mv + + A. Quant à la 


théorie quantique, pour elle c'est justement l'impulsion d’une 
particule qui importe surtout et en comparant les expressions quan- 
tiques et classiques il ne faut pas oublier la différence entre l’im- 
pulsion et mv d’une particule chargée. 

Passons à la question de la réaction de rayonnement au moment 
magnétique, C c.-à-d. dans le cadre de la théorie classique, à un corps 
ou à un système lié de particules douées d’un moment magnétique y. 
L'analyse de ce problème posé par la discussion des modèles des 
particules élémentaires [10] acquit un intérêt particulier à l’occa- 
sion des pulsars qui, dans une certaine approximation, constituent 
précisément des dipôles magnétiques animés d'une rotation, ou, 
comme on dit parfois, des rotateurs magnétiques obliques [13-16]. 
Ainsi, considérons un corps (toupie, rotateur) de moment cinétique 
M et de moment magnétique uw, la magnétisation du rotateur étant 


M = uD (r), | D (r) dV = 1; le centre des masses du rotateur se 
trouve en r — 0 et on admet qu'il est fixe. 
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Dans ces conditions, le système d'équations du moment M et 
d'équations du champ est le suivant : 


M={uH,] + | (uH’(r)] D (r)dV, (2.16) 
O A = —4n rot M — 4x [VD], H’= rot A, (2.17) 


où l’on admet que le champ extérieur H, est homogène dans les limites 
du rotateur, ce dernier étant pour le moment supposé non chargé. 
En utilisant pour A le développement (2.9), on tire de (2.17) 


Qua + Of Qu = — V 8xc | ex [u VD (r)] cos (kr) dV — 
= — En ces [pkal | D (r) sin (kar) d, (2.18) 
Que + 0? re = V 8x ce; [uk;] | D (r) cos (kar) dY. 


L'intégration par parties de (2.18) (le passage de VD à D) est pos- 
sible puisqu'on ‘adopte que la fonction D ne diffère de zéro que dans 
la région de l'ordre de rayon r, du rotateur ; la même raison permet 
de poser 


| Dsin(kar) dV=0 et Î D cos (kar) dV —1 
POUT O1 <Z Omax  27C/ro et 
Î D cos (kar) dV = 0 


pour &1 >> @max- Bien entendu de cette façon il est impossible 
de calculer exactement les coefficients contenant le paramètre ro 
et, en général, dépendant du facteur de forme D. 

Si l’on procède comme indiqué, on peut admettre que qu = 0 et 
utiliser pour q;. l’équation (cf. (2.18)) 


qe + wiqre = ŸV 8x ce: [u (Et) ka], @i < Omar: (2.19) 


Sa solution s'écrit 


9e = _ = u (0) [kieà] CosS OA + 


t 


+ Ve [ e[u(Tt)k1]sino(£—T)dt, (2.20) 
0 


où l’on admet pour { = 0 que le champ H' correspond au moment 
fixe mu (0). 
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À l’aide de (2.20) on trouve aisément le champ 


H'=rotA, A—V/8rc D) exque sin (kr) 
k 


que l’on porte dans (2.16). Des opérations bien simples, analogues à 
celles appliquées à une charge, conduisent à l'équation du mouve- 


ment (u = p (t), LL — du/dt et d’une façon analogue pour les autres 
ren 


= Qu Ho) — QE [ou] + À (un) + 


sin t sin t 
+5 [e SO Sant 4j À (nez) | + 
—+ les termes tendant vers zéro pour @max  C/ro —+ ©. 


(2.21) 


Si on rejette les termes liés aux conditions initiales et les termes 
qui disparaissent avec ro —>0, l'équation du mouvement devient 


M=— Pre 
ing [uu], Æ= 2. À Quu]. (2.22) 


Le terme Æ est le moment des forces de réaction; ce terme est 
dissipatif. Dans les conditions stationnaires ou en moyenne dans 
le temps, le travail du moment des forces Z est égal à l’énergie 
rayonnée, ainsi que le travail de la force de réaction f (pour plus de 
détails, cf. chapitre 3). Soit, par exemple, le moment magnétique ja 
constant en grandeur et perpendiculaire à l’axe de rotation du rota- 
teur (U =, Mix = Hoi COS Qi, Hi, = Mos Sin Qt, la vitesse 
angulaire 2 est dirigée suivant l'axe z). La puissance du rayonne- 
ment est alors 


Gi = (puy = bol (2.23) 


3c3 


Sous les mêmes conditions, ÆZ — = [u im] et le travail #9 est 
égal justement à l’expression (2.23). Le terme L de (2.22) est conser- 


vatif, et il est clair que 


\ 40 ma 
LeM,, M =- ENT (uu], (2.24) 


c.-à.-d. M, représente un certain moment cinétique d’origine élec- 
tromagnétique. Comme il résulte de la déduction de l'équation 
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(2.21) et d’une façon parfaitement analogue au cas de la charge 
(cf. (2.14)), il faut adopter que dans l'équation (2.22) la fréquence 
de rotation du moment Q < ©max — 2nc/r,. C'est pourquoi dans 
(2.22) L S À en valeur absolue. Mais d'autre part, le moment L 
peut être très petit par rapport au moment cinétiqge M (par exemple, 
c'est le cas des pulsars ; cf. [16]). Ainsi, c’est le caractère du problè- 
me qui détermine si l’on doit ou non prendre en considération] les 
termes L et 4. Dans l'exemple susmentionné du calcul du rayonne- 
ment d'un dipôle magnétique, le terme L ne joue aucun rôle. Mais 
si on envisage la diffusion des ondes électromagnétiques sur un 
A alors, au contraire, le terme L prédomine sur Z 
cf. ). 

L'apparition de L dans (2.22) est plutôt inattendue, puisque par 
analogie avec le cas d’une charge, on pourrait s’attendre que l’ap- 
plication du champ propre fait apparaître le terme proportionnel 


à M ou à met simulant la contribution de ces grandeurs. La situa- 
tion devient plus claire si le rotateur mis à l’étude possède non 
seulement un moment magnétique, mais encore une charge de densité 
eD (r). Calculons pour un tel rotateur l’impulsion électromagnétique 


angulaire : 
Men = = | (r (EH]] dŸ } (2.25) 


pour simplifier, adoptons que le rotateur est une sphère de rayon 
ro, que le champ extérieur à la sphère est celui de la charge e et du 
dipôle magnétique u placés au centre de la sphère et, enfin, posons 
que le champ électrique à l’intérieur de la sphère est nul (un tel 
modèle, parfaitement réaliste, correspond à une sphère bonne conduc- 
trice, chargée et aimantée). Un calcul bien simple (cf. [17]) conduit 
alors au résultat 


2e 2 : 
Mem = Me + Mn M, Mn = 33 (bn). (2.26) 


Le moment cinétique M,, coïncide avec celui obtenu précédem- 
ment (cf. (2.24), où pour rendre la coïncidence complète il faut 
POSer max — AC/2r0)* et le moment M, est réellement proportion- 


nel à (ceci signifie qu’un terme proportionnel à u apparaîtra dans 
l'équation du type (2.22)). Si le moment magnétique est propor- 
tionnel au moment cinétique M (ce qui est souvent le cas), le moment 
de l’impulsion électromagnétique angulaire M, ne joue en fait aucun 
rôle et il faut le réunir avec M pour « renormaliser » le moment 
total en égalant sa valeur à la valeur observée (nous avons ici en 
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vue la particule « ponctuelle »; pour un rotateur macroscopique, 
avec u = XM, on a tout simplement 


2er # 
MM et M+M=(1+2)M, 


où, sous les conditions (2:26), x. — u/M, — 3rocl2e = elmemt, puis- 
que la masse électromagnétique mem — e/r,çc?. Pour un rotateur 
magnétique non chargé, l'impulsion électromagnétique angulaire 
se ramène exactement à M,,; de plus, l'intervention de ce moment 
peut changer radicalement la dynamique du rotateur (cf. (2.22)). 

Notons à titre de conclusion que dans ce qui suit nous examine- 


rons encore certains autres aspects du problème de la réaction de 
rayonnement. 


. CHAPITRE 3 


CHARGE UNIFORMÉMENT 
ACCÉLÉRÉE 


Rayonnement et force de radiation dans Le mouvement uniformément accéléré d'une 
charge. Loi de conservation de l'énergie d'une charge et d'un champ 


La physique compte quelques questions littéralement « éternel- 
les » débattues depuis plus d'une décennie par les scientifiques. 
Pour ne parler que de l’électrodynamique classique, citons les 
exemples des problèmes de la masse électromagnétique et des équa- 
tions exactes du mouvement compte tenu de la force de réaction 
(cf. chapitre 2), du choix de l'expression du tenseur énergie-im- 
pulsion dans un milieu (cf. chapitre 12), du rayonnement et de la 
réaction de rayonnement d’une charge uniformément accélérée. 

La première étude du champ d’une charge uniformément accélé- 
rée date d'il y a plus de 60 ans [18] ; elle a été suivie par de nombreu- 
ses publications parfois assez contradictoires (cf. $ 32 de [5] et 
[19-25]; l’article [22] donne également une bibliographie assez 
vaste que nous n'’indiquons pas, en limitant nos références aux 
articles cités dans ce qui suit [19-21], ainsi qu’aux publications 
qui les ont suivies [23-25]). 

Le problème du rayonnement d'une charge uniformément accé- 
lérée, tout comme les autres questions « éternelles », ne sont plus 
d'actualité aujourd'hui, ou en tous cas, leur aspect pragmatique 
est depuis longtemps suffisamment clair. C’est la seule raison de la 
conservation pendant un temps si long de certains points obscurs 
de caractère plutôt didactique ou méthodique. Mais, par contre, 
si de telles questions méthodiques sont négligées, elles deviennent 
sources de malentendus et d'articles erronés publiés dans des revues 
scientifiques sérieuses (dans ce qui suit nous en donnons quelques 
exemples, tout en nous gardant de les désigner). 

Voici une difficulté élémentaire mais au fond la plus importante 
de l’étude du rayonnement d’une charge uniformément accélérée. Par 
définition, pour un mouvement uniformément accéléré, v = const 

2e © 
et v=r— 0; donc, la force de réaction Î — 3e v est nulle (nous 
nous bornons ici au cas non relativiste). Mais aussi, d’après la for- 
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mule connue de la puissance du rayonnement appelée parfois formule 
de Larmor 


5 à — ES (v}£. (3.1) 


Il est évident que pour un mouvement uniformément accéléré 
la puissance # 0, et on se demande alors, comment une charge 
peut rayonner si la force de réaction est nulle? 

Dans le cas général le travail —vf de la réaction de rayonnement 
n'est pas non plus égal à S (le signe « moins » est dû ici au fait 
que le produit vf traduit la diminution de l'énergie de la particule, 
et que la puissance 9° est positive; cf. plus loin). Toutefois, pour un 
mouvement périodique, le bilan énergétique se maintient en moyenne 
dans le temps ou pendant un intervalle de temps suffisamment 


long. En effet, vv — £ (vv) — (v)? et sous la condition [vv] ##T — 
— 0, on obtient 


(nas -<$(wa-tf (v)dt= | &# dt, (3.2) 
où les intégrales sur le temps sont prises de t, à t; + P (T est la 
période du mouvement) 

Dans la plupart des cas la conservation du bilan en moyenne 
dans le temps suffit déjà pour éliminer toute contradiction réelle. 
De plus, la méthode élémentaire très employée pour déduire l’ex- 
pression de la réaction de rayonnement f est basée précisément sur 
l'application de l'égalité (3.2) et de l’expression (3.1) de la puis- 
sance . Une telle méthode d’ obtention de la force f peut suggérer 


e e e # 2e2 
? 
que l'expression utilisée f — 33 v n’est vraie que pour un mouve- 


ment périodique ou pour une classe plus large de mouvements tels 


que pour un temps 7 assez long on puisse négliger le terme [vv] ! Le 
Mais comme nous l’avons vu, cette conclusion est fausse et pour 
obtenir l’expression de f on n’a aucune raison d'appliquer une con- 
trainte de cette sorte. 

L’explication de ce fait est bien simple. Mais notre tâche n'est 
pas de discuter cette question ; il nous importe bien plus d’y initier 
le lecteur, ou plutôt de lui rappeler certaines formules utiles de la 
théorie du rayonnement. 

Le champ électromagnétique d’une charge e qui se déplace dans 
le vide suivant une certaine trajectoire est défini par les formules 
connues qu’on déduit des expressions des potentiels de Liénard- 
Wiechert (cf. [1, 6]), 

E — 4 —v/c) 

(R—vVR/c)3 


Ge) amor (R 2) 5]. 69 


= [RE]. (3.4) 
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Ici les champs E et H sont pris au point d'observation à l'instant 


t, alors que les grandeurs R, v et v des seconds membres des deux 
égalités se rapportent au « temps de rayonnement » & = t — R(t’}/c; 
le vecteur R est mené du point où se trouve la charge e au point d’ob- 
servation. Ensuite, la vitesse de la charge v (t’) = OR ({’}/0t° et 


v — ôv/ôt'. Il est évident que la fonction R (£’) détermine la trajec- 
toire de la charge, mais il est plus commode de décrire la position 
de cette dernière par le vecteur r (£’), et le point d’observation, par 


le ee rt =r(t") +R ({), d'où on a également r = Ôr/ot' — 
ôt' 


Le premier terme de (3.3) correspond au champ d’une charge qui 
se déplace à la vitesse v,; ce terme diminue avec la distance R sui- 


vant la loi 1/R?. Le deuxième terme de (3.3) diminue avec la loi 
1/R et pour R Se devient le plus important; le champ 


VU 

décrit par ce terme se trouve être un champ transversal, c'est le 
champ d’une certaine onde électromagnétique. Si la charge pro- 
duit un tel champ, on dit qu’elle rayonne. Au fond, nous avons là 
une définition nullement triviale qui a même besoin d’être précisée. 
En effet, le champ d'ondes d’une charge qui diminue avec la loi 
1/R ne peut être considéré que dans sa zone d'onde, où pratiquement 
il n’y a que ce champ. Pourtant, on peut établir que le terme d'onde 
(deuxième terme de (3.3) et de l'expression développée (3.4)) existe 
même à de plus faibles distances de la charge. Mais dans ce cas, le 
champ total n’est nullement un champ de rayonnement se propa- 
geant à la vitesse de la lumière. Pour des raisons qui deviendront 
claires dans ce qui suit, il convient mieux de comprendre l’affirma- 
tion « la charge rayonne » dans un sens plus large, c’est-à-dire l’envi- 
sager en présence d’un champ d'ondes et indépendamment de l’exis- 
tence ou de l'absence de l’autre partie du champ. Il faut souligner 
également qu’en mesurant les champs E et H à l'instant ?, nous pou- 
vons connaître l’état de l’électron (son accélération, par exemple) 
seulement à l'instant précédent #” = t — R (t')/c. 

Si le champ examiné n'est que celui de la charge donnée, en 
présence du rayonnement, le flux d'énergie à travers toute surface 
fermée contenant la charge, doit être différent de zéro. Il est évi- 
dent que l’énergie qui passe en un temps df — (1 — sv/c) dt’ par une 
aire do — R°dQ dans la direction s — R/R, vaut 


_< = +_(s(6—v/ vire 
Wir. (EH)SRdOd= rs ne dt, (3.5) 
où dQ est un élément de l’angle solide, le champ étant envisagé comme 
un champ d'ondes (deuxième terme de (3.3), (3.4)); aussi l’expres- 
sion (3.5) n'est-elle vraie en général que dans la zone d'onde. 
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Le calcul de l’énergie totale émise par unité de temps t” donne 


__dW __ & ( [s[(s—vie) vF 
Pr pes | (1—sv/c)S aa = 
2e vi [(4/c\vvl 2e ; 
me nee G.6) 


Ici wt — (w°,.w) — du'/ds est le quadrivecteur accélération de 
la particule (ne pas confondre le vecteur unité s et la longueur de 
l'intervalle s qui figure ci-dessus seulement sous la forme de diffé- 
rentielle ds) *). L’invariance de Lorentz de (3.6) fait que cette expres- 
sion peut se calculer dans n'importe quel système d’inertie. Dans 
un tel système où v = 0, la formule (3.5) est vraie pour tout R 
et, par conséquent, on peut calculer l'énergie rayonnée, ainsi qu’éta- 
blir l’existence même du rayonnement non seulement dans la zone 
d'onde mais aussi au voisinage de la charge. Dans une certaine 
mesure cette conclusion est déjà rendue évidente, certes, par des 
considérations générales, puisque le champ (et, en particulier, le 
champ d'onde) est défini par les formules (3.3), (3.4) quelle que soit 
la distance de la charge. 

La quantité % — dW/dt' caractérise le flux d’énergie passant 
par une sphère de rayon R à l'instant {, mais il faut souligner que 
dans le second membre figurent les grandeurs associées à l’instant 
t —t—R(t')/c, et l'énergie rayonnée se rapporte elle aussi à l'unité 
de « temps de rayonnement » £’. La différence entre les intervalles 
dt — (1 — sv/c) dt’ et dt’ est une manifestation de l'effet Doppler; 
l'impulsion (le train d'ondes) émise en un temps df’ aura une durée dt. 


» 


*) Nous empruntons les notations à [6]. Dans ces conditions, la quadri- 
vitesse s 
dzi : | v 
—— =ui- u, u)= { — © === } 
ds La 1V =" ce Vive J'? 


uiu;j=uè—u?=1, ds=c dt Y 1—vw/ci 


et 
du vv v v (wv) ; 
a RE nn 
ar” { c3 (1—v3/c2)3° Ge) TU) } ’ 
où v= + 


On voit aisément que 


(2 (| (V3 — [(v/c) vP 


PUS TAG ee aQ—wyas. (7 
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Si, à l’instant & de l’émission la vitesse est nulle (ou pratique- 
ment, assez petite), la puissance 


= 3 (v}. (3.1a) 


Cette expression coïncide au fond avec (3.1), elle est simplement 
plus détaillée. 


Dans un mouvement uniformément accéléré non relativiste, 


v —= const. On appelle relativiste un mouvement uniformément 
accéléré tel que dans le référentiel propre, c.-à-d. dans le système 
de référence où la vitesse de la particule est nulle, son accélération 
soit constante. Cela signifie que si et seulement si on est dans le 
cas d’un référentiel propre, alors pour un mouvement uniformément 


accéléré on a toujours v = 0. Sous une forme covariante cette con- 
dition peut s’écrire 


dut 
nr id + au! = 0, 


où æ& est une constante ; pour v = Ü, cette expression conduit en 


effet, à l'égalité y = 0. En tenant compte que u'u, = 1 et wiu, = 
dui 
== 0, on trouve 
A , 


Ainsi on est amené à la condition qui détermine le mouvement uni- 
formément accéléré 


cs + uuu! = 0 : (3.8a) 


dans une notation tridimensionnelle cette condition se met sous 
la forme 


(1—5)v++ (vv)v = =(. (3.8b) 


Après la multiplication par w;, (3.8a) entraîne que pour un mouve- 
ment uniformément accéléré 


2 
ww, = + = Const, (3.9) 


où w est l’accélération dans le système de référence où la particule 
est au repos. La réciproque serait pourtant fausse : bien que la gran- 
deur w'w, soit constante, dans Je cas général, elle ne respecte pas 
pour autant la condition (3.8a) ou (3.8b), dont l'observation est im- 
posée par la définition du mouvement uniformément accéléré adop- 
tée précédemment: (il semble que cette définition soit raisonnable, 
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mais s’il le fallait on pourrait appeler uniformément accéléré le 
mouvement au carré de la quadriaccélération constant, c.-à-d. le 
mouvement qui remplit la condition (3.9)). Notons que cette condi- 
tion est satisfaite précisément lors du mouvement d’une particule 
chargée dans un champ constant et homogène, si la réaction de 
rayonnement n'est pas prise en considération. 
En effet, en dérivant par rapport à s l’équation du mouvement 
î . 

ns = vw! = Fu, 

on voit que 


dti dut d 
des 7 Fu, et de MI 172 ww,)=—— Fu, uw, = 0 


en vertu de l’antisymétrie du tenseur champ électromagnétique 


F. Nous avons non seulement utilisé ici la persistance du champ 
{son indépendance du temps), mais encore tenu compte de l’homo- 
généité du champ qui dans les équations du mouvement est prise 
au point « occupé » par la charge (de cette façon, F* — F% (t,r (t)); 
on peut alors négliger la dérivée de F* par rapport à s, comme on 
l’a fait ci-dessus, dans le seul cas il est vrai, où F* est indépendant 
aussi bien de t que der.) 

En vertu de ce qui vient d’être dit, le mouvement d’une charge 
dans un champ électromagnétique homogène et constant arbitraire 
n'est pas toujours uniformément accéléré. Il l’est pourtant dans le 
<as particulier important d’une charge évoluant dans un champ 
électrique homogène et constant (par exemple, dans un condensa- 


teur) dans les conditions où la vitesse v et l'accélération v sont 
colinéaires, c.-à-d. le mouvement est parallèle au champ. (3.7) et 
(3.9) entraînent alors 


d =+(—— ——— )=w= const 
(A—u2/c2)3/2 dt \Y1—v3cs ? 


et, par conséquent, 


2 3vv? 
+ ae © 0 


<e qui pour les v et v colinéaires coïncide avec (3.8). En choisissant 
la direction de la vitesse v comme axe z et en posant pour simplifier 
les expressions à obtenir que, pour t = 0, les valeurs de z = c*/w 
et de v — dz/dt = 0, on a dans le cas particulier considéré 


(3-9a) 


ci dz wt 
eV EH, vege—, 
| 
OdE  n(apos+e9/2  (4-+uw8t/cs)812" 


CHARGE UNIFORMEMENT ACCELÉRÉE 49 


La translation uniformément accélérée relativiste, est dite égale- 
ment hyperbolique, la fonction z (t) étant une hyperbole. 

Certes, le mouvement est hyperbolique non seulement dans le 
cas susmentionné du champ électrique homogène et constant coli- 
néaire à la vitesse de la charge *), il l’est aussi dans le champ de 
gravitation correspondant ; il importe seulement que l'équation du 
mouvement soit de la forme 


d mv 


F7 =) = F = const. 


Les formules (3.6) et (3.1a) ainsi que l’exposé précédent rendent 
clair que dans le cas du mouvement uniformément accéléré rela- 
tiviste aussi bien que non relativiste la charge rayonne et ® — 
_dW_ 22 » n. Le 
= = 3s UV? Qui plus est, le rayonnement émis dans un mou- 
vement à accélération constante ne se distingue qualitativement en 
rien du rayonnement émis dans un mouvement à accélération quel- 
conque. Cette dernière remarque est vraie non seulement pour le 
calcul de la puissance globale # = dW/dt’', mais aussi pour la ré- 
partition spectrale du rayonnement [21]. 

L'approximation non relativiste de l’équation du mouvement 
d’une charge est de la forme (2.1); elle a été discutée en détail au 
chapitre 2. Mais pour rendre l'exposé plus commode, employons 
pour l'écrire des notations quelque peu différentes : 

2e: CE 


mv = F+< v. (3.10) 


Sa généralisation relativiste est de la forme (cf., par exemple, (6]) **) 


me de as 7 a Penn) 


dui e 2e° (S ; duR du ) 

L 

où on admet que la force extérieure est une force de Lorentz (Fix 
est le tenseur champ électromagnétique extérieur); parfois l’équa- 


*) Comme on le voit de l'exposé qui précède, si la charge se déplace dans 
un champ électrique E, sous un angle à ce champ, c.-à-d. si sa vitesse possède 
une composante transversale, un tel mouvement n'est pas uniformément accéléré 
(dans ce cas, dans le repère, où la charge est au repos, il existe aussi un champ 
magnétique). Le rayonnement d’une particule émis lorsqu'elle se déplace dans 
un champ électrique homogène et constant de direction arbitraire a fait l’objet 
de l'étude de LA. 

*+) L'expression de la force de réaction 


;__ 2e ( ; duk duy 
£ = ———— —— r 72 a en 

3c, \ ds ds ds ) 
a cette propriété que dans le repère propre (cf. ci-dessus la discussion de la con- 


dition (3.8a)) elle conduit à la force f — 3 Ÿ- 


k —0406 
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tion (3.11) s'écrit sous une autre forme, en tenant compte que 
u' (du;lds) = 0, et donc 


Dans la notation tridimensionnelle (3.11) devient 


d my : 1 
ae) + 08} +1. 
| 
2e° CN 4 | 
Fe 3c3 (1 —v*/c*) : ia v c° A { 


Comme il résulte de (3.8), (3.11) et (3.12), la force de réaction 
du mouvement uniformément accéléré, et en particulier, du mou- 
vement hyperbolique, est nulle. 

Notons que les limites d'application de l'équation du mouve- 
ment (2.1) (ou (3.10)) examinée au chapitre 2 rendent, certes, impos- 
sible l’utilisation des équations relativistes (3.11), (3.12). Les con- 
traintes correspondantes ne sont pourtant liées d'aucune façon à la 
question du mouvement uniformément accéléré d’une charge que 
nous examinons ici. 

Quels sont donc les points obscurs et les paradoxes qui se pré- 
sentent ici? 

Le premier point obscur a déjà été mentionné (c'est l'existence 
d’une radiation malgré la réaction de rayonnement nulle). Le deu- 
 xième point obscur débattu relatif au cas du mouvement uniformé- 
ment accéléré d’une charge est lié à l'application du principe d’équi- 
valence à une charge se déplaçant dans un champ de gravitation 
homogène (cf. article [22]). La troisième difficulté apparaît lorsqu'on 
entreprend de décrire pour tous les z et £ le champ de la charge dont 
le mouvement est toujours (c.-à-d. pour —oo <Z { <Z oc) uniformé- 
ment accéléré. En particulier, l’article [20] s’achève sur l’affirma- 
tion suivante : « Nous sommes ainsi amenés à conclure que les équa- 
tions de Maxwell sont incompatibles avec l’existence d’une charge 
unitaire tout le temps uniformément accélérée ». Il se peut très 
bien qu'une telle conclusion soit vraie, puisque dans un mouvement 
hyperbolique illimité dans le temps l'énergie rayonnée totale est in- 
finie tout comme l’énergie cinétique de la charge pour  —> oo, (la 
vitesse de la charge est c). Or, en effet, rien n’impose la recherche 
de la solution correspondante pour toute position réelle du problème, 
lorsque le mouvement uniformément accéléré de la particule ne 
dure qu’un intervalle de temps fini. Ainsi, s’il s’agit du mouve- 
ment dans un champ électrique constant et homogène (par exemple, 
dans un condensateur) la charge est accélérée seulement quand 


(3.12) 
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t <t’<Li,, alorc qu'aves { t, et {>> t,, sa vitesse, disons, est: 
constante (rappelons que dans un condensateur un tel mouvement 
est uniformément accéléré et, notamment, hyperbolique, seulement 
si la vitesse de la charge est parallèle au vecteur du champ). Si on 
retient cette circonstance, il ne reste aucun doute sur la possibilité 
d'obtenir la solution du champ sous la forme de potentiels retardés. 
Le fait que le champ d’une charge animée d’un mouvement unifor- 
mément accéléré ou hyperbolique est très spécial, est traduit égale- 
ment par le passage dans la zone d'onde. Comme nous l'avons déjà 
dit, le champ diminue comme 1/R (zone d'onde) si RS 


 c° (1 — v*/c°)/v. Mais pour le mouvement hyperbolique, le temps 
d'observation étant fixé, une telle zone n'existe pas. En effet, t 
étant fixé, la distance R — c(t —t") co pour t’ —+ oo. Mais. 
avec {’ —>—0oo, pour une particule animée d’un mouvement hyper- 
bolique (cf. formules (3.9a)) : 

’ Le 1 ne: 


Te c3 
ARRATTE 


d'où (c?/v) (1 — v*/c*) & ct’. Il est donc clair que pour un mouve- 
ment hyperbolique t — t{’ + R/c étant fixé et À —+ co, la condition 


mentionnée À Ÿ (c°/v) (1 — v*/c?) ne peut être remplie. Ceti révèle 
le caractère dans un certain sens conventionnel de la notion de 
l'énergie émise par la charge: il faut s'entendre sur les valeurs de t 
ou de t’ dont il est question. 

Pour le mouvement uniformément accéléré pendant un temps 
fini, la situation est néanmoins bien définie. Le temps d'observation 
t étant donné et la loi du mouvement de la charge étant connue. on 
cherche R ({”) et le temps du rayonnement £’. Si t’ se trouve dans 
l'intervalle (f;, t.), lorsque le mouvement de la charge est uniformé- 
ment accéléré, on peut dire que la charge rayonne sans subir à cet 
instant £’ la force de réaction : à l'instant & — t”’ + RI/c le flux d’éner- 
gie par une sphère de rayon R (t') est différent de zéro. 

Ainsi, nous revenons au premier paradoxe: un rayonnement 
existe en l'absence de force de freinage radiatif. Fixons sur ce fait 
notre attention puisqu'il nous permettra de mieux comprendre la 
loi de conservation de l'énergie en électrodynamique et ce qui l’as- 
socie au calcul de l’énergie rayonnée et du travail de la force de 
freinage radiatif. 

Pour trouver l'énergie rayonnée par une charge ou l'intensité de 
rayonnement observé à la surface donnée, on calcule loin de la charge 


le vecteur de Poynting S — = [EH] et s’il s’agit des pertes d'énergie 


de la charge, on trouve le flux de ce vecteur passant par une surface 
fermée. C’est ainsi qu'on obtient en particulier les formules stan- 


4% 
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dard (3.6) et (3.1). Bien entendu, il ne s’agit pas seulement d'utiliser 
ces formules, puisqu'elles ne sont vraies que dans le vide. Si la 
charge se déplace dans un milieu, les résultats obtenus sont en 
général tout à fait différents. Il suffit de dire que dans un milieu 
une charge peut rayonner même si elle est animée d’un mouvement 
uniforme, c’est ce qu’on observe d’ailleurs dans le cas du rayonne- 
ment Tchérenkov ou du rayonnement de transition (cf. ci-dessous 
chapitres 6 et 7). Le calcul du vecteur de Poynting et de son flux 
traversant une surface reste néanmoins un mode parfaitement cor- 
rect pour déterminer l'énergie émise par une charge se déplaçant 
dans un milieu (plus précisément, dans un milieu sans dispersion 
spatiale, car en présence d’une dispersion, le vecteur de Poynting ne 
rend pas compte de la densité du flux; cf. ci-dessous chapitre 10). 
Les pertes d’énergie par la charge ou l’énergie rayonnée se calculent 
également par deux autres procédés: on cherche la dérivée par 


rapport au temps de l'énergie du champ L [ ET dV ou le 


travail evE’ — vf effectué par la charge pour surmonter le champ 
produit par elle-même (autrement dit, on calcule le travail de réac- 
tion de rayonnement f, qui en présence d’un milieu n'est 
pas défini, certes, par les expressions (3.10), (3.11). Pour un cas 
tres fréquent (rendu évident par ce qui suit) tous les trois modes 
conduisent au même résultat; indiquons à titre d’un de nombreux 
exemples le calcul de l'énergie du rayonnement Tchérenkov *). 
Mais en général, le flux d'énergie total, la variation de l'énergie du 
champ et le travail de la réaction de rayonnement ne sont pas égaux 
entre eux. La négligence de cette circonstance a conduit, par exemple 
à des inexactitudes dans la théorie du rayonnement synchrotron 
dans le cas du mouvement hélicoïdal (non circulaire) des particules 
(cf. chapitre 5). 

Le paradoxe dû au rayonnement d’une charge uniformément accé- 
lérée est lié également à l'identification illégitime du flux d'énergie 
avec le travail de la force de réaction. 

Par un procédé bien connu (cf., par exemple, chapitres 10 et 12), 
on obtient à partir les équations du champ électromagnétique les 
relations (théorème de Poynting): 


d / E°+H° : : 
(=) =—jE—divS, S—-[EH]. (3.13) 
Ici et plus loin dans ce chapitre nous nous bornons au cas du vide 
et nous examinons le mouvement d’une charge ponctuelle pour j = 


*) Dans leur ouvrage original [26], Tamm et Franck ont calculé le flux 
d'énergie; dans {7] l’auteur a déterminé la variation de l'énergie par unité de 
temps (cf. également chapitre 6) et, par exemple, dans [27], les auteurs ont 
défini le travail de la force de réaction associée au rayonnement Tchérenkov. 


CHARGE UNIFORMEMENT ACCELÈRÉE 53 


— evÔ(r —r.(t)). Après l'intégration de (3.13) sur un certain 
volume Ÿ limité par la surface o, on a 


d'A em — 7 = EH 
fem —evE—( Sndo, Glem= | EE qv. (3.14 


D'autre part, l'équation du mouvement (3.12) amène 


dé ee ee mc° 
7 = €VEo+ vf, ET arr (3.15) 


Dans (3.14) figure d’après le sens le champ total E — E, + E’ 
où E” est le champ de la charge elle-même, ou plus précisément, la 
partie de son champ qui importe pour le calcul de la force f; au 
point où se trouve la charge eE” — f et, par conséquent, dans (3.14), 
le terme evE = evE, + vf. Aussi, comme il fallait s'attendre, (3.14) 
et (3.15) conduisent-elles à la loi de conservation 

Fete — 5, do. (3.16) 

L'énergie du champ é#.n inclut l'énergie des champs extérieurs 
E, et H,, par exemple, l’énergie du champ du condensateur par où 
passe et s'accélère la charge considérée. C’est pourquoi nous allons 
admettre, rien que pour simplifier le problème, que la charge est 
accélérée par l’un quelconque champ extérieur non électromagné- 
tique ((3.11) ne tient pas compte de ce champ, et les relations (3.15) 
et (3.16) non plus). 

La loi de conservation (3.14) se met alors sous la forme 


En = vi Ÿ 5, do, (3.17) 


OÙ em eSt l’é 2rgie du champ de la charge (comme on l’a dit, on 
considère que { us les autres champs électromagnétiques sont ab- 
sents); soulignous que dans (3.13)-(3.17) figure partout comme 
argument non noté, le même temps, le temps d'observation t. 
L'équation (3.17) dont le sens est parfaitement clair, montre 
que le travail de la force de réaction vf, la variation de l’énergie du 
champ défem/dt et le flux d’énergie total ® Sn do sont liés par la 
même relation et dans le cas général ne sont nullement égaux entre 
eux *). Mais si on envisage le mouvement stationnaire, alors 
dfem/dt = O et —vf — & Sn do. Ensuite on peut calculer 4m 


dans l’espace tout entier, en repoussant la surface © à l'infini, pour 


*) Pour simplifier l'exposé nous négligeons les signes, c.-à-d. nous considé- 
rons les valeurs absolues des quantités vf, dé, /dt et © S, do. 
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obtenir @ S, do = 0. Alors, dé£em/dt — —vf. Ce qui vient d’être 
dit explique pourquoi, disons, les pertes d'énergie par la particule 
vf au régime stationnaire peuvent s'établir en calculant ês, do ou 


TT em/ât. 

Le rayonnement stationnaire est difficile à réaliser dans le sens 
exact du terme (un exemple de processus stationnaire est fourni par 
le rayonnement Tchérenkov) et d'habitude il s’agit d’un processus 
périodique, tel que l'énergie du champ dans un volume fixé satisfait 
à la relation S£em (t1) = em (t1 + T). Il en est précisément ainsi dans 
le cas, par exemple, d’un oscillateur fixe ou du rayonnement 
synchrotron d’une charge se déplaçant sur une orbite circulaire (ce 
qui importe ici, c’est que chaque période 7 la particule émettrice 
revient au même point). Pour un processus périodique 


t1i+T tiiT 


| v(t)f(t)dt= — | Ÿ 5, (4) do dt. (3.18) 


{1 


Le désaccord entre le temps d'observation t et celui du rayonne- 
ment {’ n'a évidemment aucune importance ici, puisque pour un 
processus périodique le choix de l'instant {” ne joue aucun rôle. 
Mais si on envisage un mouvement tel que l'énergie du champ 
Brem(t<t) = Bem(t>t:) — 8%, alors la relation (3.18) est 
encore vraie, à condition de remplacer t, + T par un temps quel- 
conque {>> t,. Tel ou pratiquement à peu près tel est le cas du 
rayonnement d’une charge « reflétée » par le champ électrique d’un 
condensateur (on admet que pour t<t<t et tt > t,, la 
vitesse. de la charge est constante). Il faut seulement prendre en 
considération que l'énergie &£#em (t) dépend du volume Ÿ limité par 
la surface © (ainsi, on peut admettre que t, est l’instant d'arrivée 
t, de la charge dans le condensateur, mais {, doit être plus grand 
que £,, l'instant où la particule s'échappe du condensateur, du fait 
que le champ de rayonnement doit avoir le temps pour quitter le 
volume V). 

Comme nous l’avons vu (cf. (3.2)), dans le cas non relativiste la 
force de réaction f satisfait à la prescription imposée (rappelons 


que d’après le sens même, dans (3.2) F — Ÿ 5 do). 


Dans le cas relativiste écrivons, après des substitutions élémentai- 
res, la composante temporelle de l'équation (3.11) 


Rs. 


(y) om (a). 040 
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Compte tenu des relations (3.6) et (3.12) l'équation (3.19) devient 


: 2 0 
_—. ( 7) = E+vi=evE+ EP, 
Hi (3.20) 
" no dr | 

D See ? P = a — 2/3e?cw'w.. 

Dans (3.19) et (3.20) le temps est noté t’; il caractérise le mouve- 
ment de la charge et lorsqu'on étudie un rayonnement, c'est le 
temps que ce rayonnement dure. Or, dans (3.17) et dans les 
expressions initiales (3.13) et (3.14) le temps t est le même pour 
les charges et le champ. Sous ce rapport, la puissance de rayonne- 


ment 9% — dWl/dt' se distingue de dW/dt — & S, (t) do. 


La charge qui entre dans le condensateur parallèlement au champ 
de freinage émet pendant tout le temps £{’ de sa présence dans le 
champ (comme nous l'avons dit, # < t{”  t,) des ondes électroma- 
gnétiques; en outre, 

_iW 2,2 2etE 

P=r=-s = nie — Const. 

Cela signifie qu’à une distance R (t’) assez grande de la charge. on 
observera à l'instant t — ?’ + R (t')/c un champ de rayonnement à 
flux d’énergie de valeur correspondante. Si tt, et t >t,, la 
force de réaction n’agit pas sur la charge, et le déplacement de cette 
dernière est régi par la loi 
_ (———— 
dt \ V1—1ci 

Par ailleurs, aux instants £; et t; la charge subit l’action du 
freinage qui au cours du déplacement accéléré produit le travail 

te te 
’ ’ 2e° , , 
ja =— | P dt = — 3 w?(t,—t;), 


3c 
t Ü 


) = Fo = €E0- 


c.-à-d. il est égal exactement à l'énergie rayonnée. 

Ce qui vient d'être dit rend clair que, malgré l'existence du 
rayonnement, l'égalité à zéro de la force de réaction pendant le 
mouvement uniformément accéléré n’a rien de paradoxal. En effet, 
le flux total d'énergie différent de zéro à travers la surface qui en- 
toure la charge, la force de réaction étant nulle, est égal exactement 
à la diminution de l'énergie du champ dans le volume limité par 
cette surface. Or, dans le cas général, toutes les trois quantités 


TÉBem/at, vf et Ÿ Sn do (cf. la relation (3.17)) sont différentes de zéro. 
On n'a d’autant plus aucune raison de s'attendre que le travail 
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de la force de réaction vf soit égal au flux d'énergie dW/dt — & S, do 


ou au flux dW/dt’ — ®, puisque la force est appliquée à la charge, 
alors que le flux se calcule à l’aide de la sphère de rayon À. Par- 
faitement en accord avec l'esprit de la théorie du champ, le flux 
d'énergie traversant la surface se détermine directement par le 
champ au voisinage de cette surface, et non pas par le champ sur la 
trajectoire de la charge, se déplaçant à l’intérieur de cette surface. 

Les explications ci-dessus peuvent sembler trop détaillées. 
Mais nous les avons données parce que, par exemple, dans l'article 
détaillé [19] specialement consacré au rayonnement d’une charge 
uniformément accélérée, on n’applique pas du tout la loi de conser- 
vation (3.17). Au lieu de le faire, on introduit comme dans toute 
une série d’autres ouvrages, la notion de « l’énergie d’accélération » 

nn  2e100 22 vv 


(3.20) rend clair que vf — dQ/dt’ — ® et les équations (3.15), (3.19) 
et (3.20) s’écrivent 


dé dé dQ 
are (ar )= evo, 
| (3.21) 


mc? 2e° vy 
É—pis 3e er 

La grandeur @ est parfois interprétée comme une partie de 
l’« énergie interne d’une particule chargée », alors que d’autres fois 
elle est considérée comme une fraction de l'énergie du champ au 
voisinage immédiat de la charge qui n'apporte rien à la masse élec- 
tromagnétique. De ce point de vue, la force de réaction étant nulle, 
on peut admettre que l’énergie rayonnée “” est fournie pas l’« éner- 
gie d'accélération » @ ou l’« énergie interne » 8 — Q. Mais si on 
admet que @ est une fraction de l’énergie du champ, l'énergie du 
rayonnement est fournie par l’énergie du champ. Ceci est formel- 
lement exact, puisque ® — dW/dt' est le flux d'énergie du champ 
rapporté à l’unité de temps {” et traversant la surface enveloppant 
la charge. 

Nous pensons, pourtant, que l'introduction d’une sorte d'’e éner- 
gie d'accélération » ou d’« énergie interne » de la charge non seule- 
ment ne rend pas plus claire la question du bilan d'énergie. mais 
plutôt ne fait que l’embrouiller. La charge ne possède que l'énergie 


2 
6 — re: la division de la force de réaction f ou du travail 


de cette force vf en deux ou en plusieurs parties n'est certainement 
pas univoque, et pour cette seule raison ne peut avoir aucun sens 
spécial. Plus exactement, si un tel sens lui est attribué, c’est seule- 
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ment en vertu de l'identification d’une partie du travail vf à l’ex- 
pression de &, établie à partir des considérations indépendantes. 
C'est pourquoi en discutant la question du bilan d'énergie dans le 
mouvement accéléré et le rayonnement d’une charge, nous ne voyons 
aucune raison spéciale pour dépasser le cadre de la loi de conserva- 
tion (3.15) et (3.17). Bien entendu, l'écriture du travail vf sous la for- 
me de la somme de deux termes (cf. (3.21)) est également commode 
et naturelle, mais rien n’oblige d'accorder à ces termes un sens 
nouveau quel qu'il soit. 


CHAPITRE 4 


SUR LE RAYONNEMENT D’UNE CHARGE 
ANIMÉE DE MOUVEMENT 
NON RELATIVISTE OÙ RELATIVISTE 


Traits caractéristiques des particules non relativistes et relativistes se déplaçant 

dans le vide. Mouvement et rayonnement dans un oscillateur. Mouvement dans un 

champ magnétique. Réaction de rayonnement et limites d'application de la théorie 

classique. Pertes radiatives (par freinage magnétique) d'une particule chargée en 
mouvement dans un champ magnétique 


Le rayonnement des particules non relativistes (v < c) est très 
important et se distingue déjà qualitativement du rayonnement des 
particules relativistes (v — c). Comme dans ce qui suit nous aurons 
à les envisager à plus d’une reprise, il convient de rappeler au lecteur 
les traits particuliers qui leur sont propres. 

Si une particule chargée se déplace dans le vide (le présent cha- 
pitre ainsi que le chapitre 5 ne traitent que de ce cas), elle rayonne 
seulement s’il y a accélération; de plus, dans le cas non relativiste, 
lorsque la vitesse uv & c — 3-1019 cm/s, elle émet le plus souvent un 
rayonnement dipolaire. Plus précisément, l’intensité d’un rayonnement 
de polarité plus élevée que dipolaire, est proportionnelle aux fac- 
teurs supplémentaires d'ordre (v/c)** — (a/1)°*" où a est la dimension 
du système rayonnant, et À = À, = 2nc/w = cT, la longueur d’onde 
du rayonnement; 7 = a/v, la période caractéristique ou la quasi- 
période de la particule; pour un quadripôle, x = 1, pour un octi- 
pôle, nr — 2; etc. C’est pourquoi le rayonnement quadripolaire, 
par exemple, ne présente ordinairement de l’intérèt que si le moment 
dipolaire du système est nul ou anomalement petit *). Pour un 
doublet (oscillateur) à moment p = er qui ne varie qu’en valeur, le 
champ électrique dans la zone d'onde varie suivant la loi E c- sin 8, 
et l’intensité (flux d'énergie rapporté à l’angle solide dQ), suivant 


gp We _ 


= Gr = 4res Sin°0, (4.1) 


*) C'est, certes, la plus simple des possibilités. Un rayonnement quadri- 
polaire peut être plus intense qu’un rayonnement dipolaire aussi dans le cas 
où la fréquence des variations du moment quadripolaire est plus grande que 
celle du moment dipolaire. La différence entre la dépendance angulaire (ou 
comme on dit, le diagramme polaire) du rayonnement dipolaire et du rayonne- 
ment quadripolaire peut également être importante. 
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où 6 est l'angle entre p et le vecteur d'onde k (fig. 4.1); pour le 
mouvement harmonique tel que p — €& Sin ot, la formule (4.1) 
conduit à la formule (1.85) mise également en moyenne dans le temps. 

Le rayonnement d’un électron non relativiste en mouvement 
dans un champ magnétique s’appelle rayonnement cyclotron *). 
La fréquence de ce rayonnement qui est dipolaire est égale naturel- 
lement à la fréquence de rotation d’un électron dans lechamp H,,c.-à-d. 


Or = 270 —1,76.107H 6. (4.2) 


Dans le cas le plus simple du mouvement circulaire (vitesse suivant 
le champ v, = 0), le rayon de l'orbite est 


vu mc v _Àx v (4.3) 


Il est évident que pour v/c & 1 on a toujours 2nr/Ay & 1, ce qui 
définit justement la validité de l’ap- 
proximation dipolaire (À — 2nc/w;, 
est la longueur d’onde du rayonne- 
ment cyclotron). 

Si le déplacement circulaire de la 
charge est non relativiste, le champ 
magnétique est le même que celui de 
deux oscillateurs harmoniques perpen- 


. . ’ , IT 
diculaires entre eux et déphasés de — 


ou, ce qui revient au même, celui Fig. 4.1. Intensité du champ 


3 É - : électrique d'un doublet fixe, 
d'un doublet électrique fixe de mo- $fnction de l'angle 8 entre 


ment er, perpendiculaire au champ ma- l'axe p et le vecteur d'on- 
gnétique, qui tourne à une fréquence or. de k 
L'intensité moyenne par période de 

rayonnement cyclotron émis par une charge se déplaçant circulaire- 
ment est 


a, & 2 
dW, eOprr 
== ns (1+ cos? a), (4.13) 


où « est l’angle entre H, et k, et dQ — sin « da dy; le diagramme 
polaire correspondant est représenté sur la figure 4.2. 


*) La terminologie du rayonnement des particules se déplaçant dans un 
champ magnétique n'est pas encore bien établie. Compte tenu des termes déjà 
adoptés, dans le cas général il serait raisonnable de l'appeler rayonnement de 
freinage magnétique, dans celui des particules non relativistes, rayonnement 
cyclotron, et dans celui des parties ultra-relativistes, rayonnement synchro- 
tron. Autrement dit, dans le cadre de cette terminologie, les rayonnements 
cyclotron et synchrotron sont des cas limites du rayonnement de freinage ma- 
gnétique, le premier étant associé aux particules non relativistes et le second, aux 
particules ultra-relativistes. 
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Pour le mouvement hélicoïdal, tant que la composante de la vites- 
se parallèle au champ v. =vx = VH,/H & c, la distribution qua- 
litative de l'intensité se distingue peu de celle qui vient d'être indi- 
quée. sauf, peut-être, une certaine asy- 
métrie dont le caractère devient clair 
de ce qui suit. 

Les particules relativistes ou, pour 
être plus concret, les particules ultra- 
relativistes (dans ce qui suit dites relati- 
vistes) telles que 


41 STE mé] | 
= lei let (44) 


rayonnent d’une toute autre façon (intro- 
duisons en plus de la notation £ la notation 
1/y, dont l’usage est très général dans la 
littérature). C’est le cas où, en général, le 
. | __ rayonnement dipolaire ne prédomine 
Fig. 4.2. Diagramme polai- bas: pour établir le caractère du rayon- 
re du rayonnement cyclo- | : 
ere nement, le plus simple est de recourir 
Dépendance entre l'intensité du  &UX formules de passage d'un système 
à tonne Due le veteus . Ch d'inertie à un autre. Soit un système de 
magnétique H, et le vecteur coordonnées où à l'instant donné, la 
Pere particule étant au repos ou se déplaçant 
à une vitesse non relativiste émet un 
rayonnement dipolaire à la fréquence wo69- Alors dans le système 
du laboratoire dans lequel l’émetteur se déplace comme un tout 
à la vitesse v, la fréquence est définie par la formule bien connue 
de l'effet Doppler (cf., par exemple, [6]) 


___ @oo v1 — v3/cil, 
OO) = Trocs : (4.5) 


Il importe de souligner que l’angle 6 entre v et k est mesuré ici dans 
le système du laboratoire. Si on respecte (4.4), 


1—v : 
o (0) = (Q7T:: 74 ] = _ A 2000 LE = PATENTS (4.6) 
et pour les angles 
_ a __ mc? 


la fréquence « (0) est grande devant wo. 

Mais si 0 >> E, la fréquence du rayonnement décroît assez vite 
avec l’augmentation de l'angle 6 (à propos, le sens immédiat, et 
au fond, le contenu de l'effet Doppler, est élucidé au chapitre 5). 
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Il existe de nombreux cas où l’on observe un rayonnement ana- 
logue à celui d’un doublet animé d’un mouvement rapide : atomes, 
molécules et noyaux excités se déplaçant à grande vitesse (nous nous 
écartons ici de la description donnée par la mécanique quantique du 
système émetteur nécessaire dans de pareils cas), mouvement d’une 
charge dans un champ magnétique sous un angle y entre H et v tres 
petitet, enfin, mouvement dans des oscillateurs de toute sorte. Par 
oscillateur on entend ici un dispositif qui assure le déplacement 
périodique d’une charge sur un parcours L suivant une trajectoire 


+ + + +++ 


E=E,cos wpt == _ ._ = nn — 
HE Y  — Vo 


Fig. 4.3. Mouvement d’une charge dans un oscillateur électrique 


proche d’une trajectoire rectiligne. Dans un oscillateur électrique, une 
particule se déplace de la même façon que, par exemple, dans un 
condensateur sous l’action d’un champ électrique homogène E — 
— E, cos wot perpendiculaire à la vitesse non perturbée (à la grande 
vitesse) vo de la particule. Un oscillateur magnétique possède un 
champ magnétique statique inhomogène à période spatiale /, qui 
fait osciller la particule à la fréquence cyclique w, = 2xc/À, — 
—= 2nvo/l (c'est le cas qui a lieu pratiquement si une particule passe 
successivement au-dessus des aimants de pôles NS NS NS ...). 

L'équation du mouvement d’une particule dans un oscillateur 
électrique (fig. 4.3) s’écrit 


d ( mv 

— | ——— |} —eE, cos wo L; 4.8 
V'i—ut/e 0 0 ( ) 

où la vitesse v = vo + v', D’ < vo, Vo = const, voEo = 0. C'est 

pourquoi on peut écrire avec une bonne approximation *) 


— —=— ——— = eE, cos ot ; 


a (T). 


F1 = Volt; T1 —= 80 COS Go; EL EPS 5 $ 
0 


AS: | (4. 9) 
J 


où &/c? joue le rôle d’une masse « transversale ». 


*) Il s'agit de l'approximation suffisante pour calculer le rayonnement 
en approximation dipolaire examinée dans ce qui suit (la théorie du rayonne- 
ment d'un oscillateur est exposée plus en détail dans l’article [29c]). 
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Le moment dipolaire qui apparaît sous l’action du champ E 
est égal à p — er,. Le rayonnement est celui d’un doublet en mouve- 
ment (pour y — £/mc° © 1), si 


C 
do —. (4.10) 
c.-a-d. sous la condition que 
eEo & 2rxmc:. (4. 10a) 


Si cette condition est observée, elle assure à l’avance la petitesse 
de la vitesse v' © ao, par rapport à la vitesse de la lumière c (en 
effet, v’ c (eÆEolo/2né) c). Dans (4.10) figure la longueur d'onde 
ho/Y, puisque dans le système de coordonnées se déplaçant à la vitesse 
moyenne de la particule v, = c, la longueur de l’élément périodique 
de l'oscillateur L = l/y = dal, alors que l'amplitude des oscilla- 
tions est toujours «s. 

La fréquence émise est égale à 


©(0)=—"" ©, (0) = 


1— (v/c) cos 8 ? 


L + (4.11) 


où | indice zéro de v est omis (et nous l’omettrons également dans ce 
qui suit). La différence entre la première des formules (4.11) et la 
formule (4.5) est due au fait que la fréquence w, de (4.8), (4.9) est 
mesurée dans le système du laboratoire, alors que dans (4.5) elle 
est mesurée dans le système de repos. Dans le cas relativiste on a 
d'après (4.11) 


© (0) = 


2 
à 200 (5) = 20, ÉD 1, (4.12) 
ce qui ne diffère de (4.6) que par le facteur supplémentaire €/mc*. 

Un oscillateur peut être considéré comme un transformateur 
de la fréquence du champ extérieur w, en fréquence w (6), les « coef- 
ficients de transformation » pouvant atteindre des valeurs énormes. 
Par exemple, pour l'énergie usuelle des accélérateurs électroniques 
modernes, 6 — 9 GeV, le facteur y — 10%, puisque mc° = 5 X 
X 105 eV. C'est pourquoi pour w@4 — 101 s-1 (A, — 20 cm, gamme 
des ondes radio) la fréquence w (0) . re 14018 5-1 (À (0) — 1077 cm — 
— 40 À, rayons X). Il est évident qu’un oscillateur peut en principe 
être utilisé comme un générateur de rayonnement dans le domaine 
des fréquences où d’autres méthodes sont inefficaces : on peut encore 
utiliser le rayonnement qu’il fournit pour détecter les particules 
incidentes (cf. [29] et sa bibliographie; un oscillateur présente des 
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possibilités nouvelles si on y insère un milieu transparent; on en 
reparlera au chapitre 6). 

Les expressions de l'intensité des champs et du rayonnement, 
ainsi que les formules (4.5) et (4.11) de l'effet Doppler contiennent 
le facteur caractéristique (1 — (v/c) cos 0) élevé à une certaine 
puissance. Bornons-nous ici à nous référer aux expressions (3.3), 
(3.4) du champ d’une charge ponctuelle, peut-être les plus impor- 
tantes de la théorie du rayonnement, ou aux expressions initiales 
des potentiels de Liénard-Wiechert (cf. S 63 de [6]) 

ev | 4 
À = cR(I— (je) cos®)? P— H(I—(c)cos O) ? (4.15) 
où 0” est l’angle entre la vitesse v et le rayon vecteur R, mené du 
point où se trouve la charge au point d'observation; dans la zone 
d'onde l’angle 6’ et l’angle 6 entre v et k sont évidemment iden- 
tiques. Enfin, dans la formule (3.5) de dW, — JIdQdt figure au 


Fig. 4.4. Diagramme polaire du rayonnement d'un doublet 


Projection du champ électrique sur le plan passant par l'axe du doublet, fonction de l’angle 
6 entre la vitesse de translation v et le vecteur d’onde k. Le doublet se dénlace perpendiculai- 
rement à son axe. La distribution du champ correspond au cas = 2/3 c 


dénominateur le facteur (1 — (v/c) cos 6)6. Ceci rend évident que 
dans le cas relativiste le rayonnement est dirigé surtout en avant: 
il se concentre essentiellement dans les angles d'ouverture 0 < € = 
= {/y = mc?/6. Dans le langage quantique (ou plutôt corpusculai- 
re) ce résultat est particulièrement immédiat : les photons à énergie 
maximale £w sont justement rayonnés en avant. Le diagramme polai- 
re du rayonnement d’un doublet qui parcourt une trajectoire à la 
vitesse comparable à celle de la lumière est représenté sur la figu- 
re 4.4. 

Lorsqu'une particule se déplace dans un oscillateur, ainsi que 
dans de nombreux autres cas, c'est l'énergie totale émise sur son 
parcours (sur toute la longueur ZL de l’oscillateur) qui présente le 
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plus d’intérèt ; l'observation s’effectue à des distances R Ÿ L. c.-à-d. 
l 


loin de l'émetteur. Dans ces conditions on s'intéresse surtout à 
quantité (cf. (3.5)) 


dUsx _ c _ dW, sv r 
pe = | (EHIsRà = 49 di (1) di … 
_ _à [s{(s— v/c) vlj* 
=) ie = 
ns 2 (sv) (vv) v® 
| Arcs Î { ce (1—(sv/c))* T (1—(sv)/)$ 


__ (—wt/c?) (sv) (sv) ’ 
RE —) Fe) 
Cette formule (sauf les notations) coïncide avec la formule (73.11) 
de [6], et comme nous l’avons dit, résulte directement de l’expres- 


sion (3.5). Pour un oscillateur vV—0, v = —w° ST, SV = V Cos 6. 
D'autre part, d’après le sens même, dans (4.9) figure précisément 
le « temps de la source » f” bien que le signe « prime » y est omis. 
L'intégration sur dt’ se ramène à remplacer cos° @ot” par 1/2 et à mul- 
tiplier par la durée du passage de la particule par l’oscillateur T — 
— Lilvs = L/v. 1 en résulte 


AU. __ wiaiL {(1— (v/c) cos 0} —(1—r*/c*) sin? 8 cos? q} _ 


RQ 8nc3v (1 — (L/c) cos 0) 
_ “E5L {(1 —- (v/c) cos 0) — (mc?/6)° sin* 0 cos? p} / mc* \2 
8nc$um? (1 — (v/c) cos 0) (+ ê | : (&. 19) 


où œ est l’angle compris entre le champ E, et la projection de s — 
= (k/k) sur le plan perpendiculaire à v. 

Dans le cas relativiste (en fait. ultra-relativiste) (4.4), lorsque 
4/4 — vlc) & 2(€ mc°}, on a 


dUx | AEËL (mc°/#}° 
dQ 7 8nm°ci (1—(v/c) cos 6)3 ? 


u=| oe d@ = +(<) (+ 8 £.) EL; #31 (416) 


mc? mc° 


Comme nous l’avons dit plus haut et comme le rend clair (4.15), 
le rayonnement est concentré dans les angles 0 — mc°/6 et sa fré- 
quence caractéristique est © — © (0) — wo (@/mc°)°. L'énergie ED 


née totale est proportionnelle au facteur —— mue) 


c.-à-d. pour la charge donnée, elle dépend tant de l'énergie totale € 
que de la masse au repos m (ou de m et de la vitesse v). En même 
temps, dans le cas considéré, l'accélération de la charge ne dépend 
que de & (cf. (4.9)). 
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L'étude détaillée du rayonnement d’une charge qui se déplace 
dans un champ magnétique à une vitesse relativiste fera l’objet 
du chapitre 5. Pour le moment, nous allons examiner la force de 
réaction appliquée aux particules relativistes. 

Nous avons déjà donné au chapitre 3 (cf. (3.11), (3.12), (3.19), et 
(3.20)) l'équation relativiste du mouvement compte tenu de la force 
de réaction. Il est pourtant commode, tout comme dans le cas non 
relativiste, de tenir compte au départ du caractère approximatif 
de la formule de la force de réaction, et l’exprimer par l’intensité 
du champ. Cette opération a été réalisée au $ 76 de [6] mais nous la 
reprendrons ici en partant de l'équation du mouvement 


dui ii 
mo =< Fute, g= (4.17) 


"3e \ ds ds= 


2e° ( dui on du ) | 
En première approximation 


dui 
ds 


dui e oFik 


LL uRul + ds 
ds ma ju À 


m°cŸ 


e . 
=— Fu : 


FF ul. (4.18) 


Portons d’u‘/ds® de (4.18) dans l'expression de g' et mettons (4.17) 
sous la forme 


du ___€ pik 
mc 0 F Un + 
2e3 oFik l [4 il l € l k s 


Dans le cas ultra-relativiste, partout sauf dans les expressions 
de la forme y — 1/V 1 — v°/c?, on peut poser v — c. Aussi, dans 
(4.19) c’est le dernier terme qui est le terme de rayonnement prin- 


cipal et l'équation tridimensionnelle du mouvement pour v +c 
peut s’écrire *) 


*) Rappelons également pour commodité la liaison de toute force quadri- 
dimensionnelle g' avec une force tridimensionnelle f;, correspondante. Plus 


précisement 
€ {v f 
ÉPRlE et. 
8) Vice" ce Vire 
de plus, 
dp! dul d 
EE 
puisque 


1 v 
sr pe}, cas. 
5—0406 
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aa) <e(E+ 08) +8 | 


D pÂ 
= (Faut) (FT um) V = 


24 (Ey—H:}+(Ez+H$ v (4.20) 
TT Vie v° 
1 


ya? | 


où dans la dernière expression de f, pour rendre explicites les com- 
posantes des champs, la direction de v est choisie comme l’axe des z. 
Le fait qu'avec y à 1 la force f est dirigée suivant v résulte égale- 
ment de l’équation (3.12), mais cette dernière est moins commode 
que (4.20). 

Voici encore quelques remarques importantes auxquelles par- 
fois on ne prête pas attention. Dans le cas relativiste, le rayonne- 
ment est dirigé surtout en avant dans le. même sens que la vitesse. 
Aussi le recul, la réaction, doit-elle être orientée en arrière (le rayon- 
nement directionnel est porteur d’impulsion). C’est ce qui expli- 
que pourquoi la force f est antiparallèle à v. Il semblerait que ceci 
entraîne également que la réaction de rayonnement conduit à la 
diminution de la projection de la vitesse sur toutes les directions. 
Mais en général cette conclusion est fausse. 

Examinons à titre d'exemple le mouvement dans un champ ma- 
gnétique H, homogène et constant. Puisque dans la suite ce cas 
nous intéressera à plus d’une reprise, examinons de près son appli- 
cation à la particule de charge eZ et de masse M. 

L'équation du mouvement se met alors sous la forme (pour Îl’ins- 
tant nous ne tenons pas compte de la réaction de rayonnement *) 


d n 74! eZ 
_ ( ESS } = (vHo]. (4.21) 


Cette équation s'intègre facilement en montrant que la trajectoire 
de la particule est hélicoïdale : sa vitesse v = v, + v,; vy = const 


+) Pour Joe l'équation (4.21), en toute rigueur, même cette réserve 
ne suffit pas ; il faut encore remarquer que nous allons admettre que la charge eZ 
et la masse M sont constantes. Une telle hypothèse est, certes, presque toujours 
sous-entendue non explicitement, mais elle n’est pas obligatoire du fait que, 
en tenant compte des fissions nucléaires et (ou) des « dépouillements » des élec- 
trons atomiques, la charge et la masse des ions ne sont pas des grandeurs cons- 
tantes. 
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est la vitesse constante le long du champ (axe z), et v. est sa vitesse 
dans le plan (x, y) perpendiculaire à H, (fig. 4.5); on a 


Ui,x=ViCoSoft, Vi,y= —Visinoftl, vy— Const, 
: 2 2 
Vj, = V COS Y, v, =UVSINY, V2? = vj + vi, (4.22) 
wo = <ZHo Me. Mc Li = v Sin % 
H— Mc € HG ? H= 5 


Ici 4 est l'angle entre v et Ho; ru, le rayon de la circonférence dé- 
crite par la projection du rayon vecteur sur le plan (x, y); comme 
d'habitude, nous l’appellerons rayon 
de courbure, mais il ne faut pas le 
confondre avec r?, qui est le rayon de 
courbure de la trajectoire spatiale de 
la particule, qui vaut 


Z 


UC RE 
TH 7 wfsinx ” 


Si dans ce qui suit le contraire 
n’est pas mentionné, on entend par 
e la valeur absolue de la charge d’un 
électron, et on admet que les fréquen- 
ces © et wf sont positives. Dans 
le cas des électrons ultra-relativiste 
on à Ex 


__&sinx __ 6(eV)siny 


Ty = _—_ Fig. 4.5. Figure illustrant Is 
eHo 3004) L détermination des quantités- 
& © me2=5,1.105 eV. (4.24) M OP 


Le champ 7, est toujours exprimé en œrsteds (gauss) et rx, ainsi que 
les autres longueurs, en centimètres. Il est souvent plus commode 
d'exprimer l’énergie & en électron-volts, ce qui se note sous la: 
forme & (eV) = &/1,6-10-, où & est l'énergie en ergs. 

Dans le cas relativiste, le champ FH, étant donné, la gyrofréquen- 
ce w} est inférieure à la gyrofréquence non relativiste w,, pour la 
raison évidente de l’augmentation de la masse « dynamique » 


&lc? = MIV 1 — vilc. Pour les électrons 


mc? 
= — 
Revenons maintenant à la réaction de rayonnement. 
Puisque la force de réaction (4.20) est antiparallèle à v, il semble, 
comme nous l’avons déjà dit, que la charge se déplaçant dans ur 


champ magnétique, les deux projections de la vitesse v} et v, de- 
vraient diminuer. Or, il est évident qu’en approximation considérée- 


se 


Of = Op 


1,76.107H 5e . (4.25), 
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(4.19) (et c'est la seule approximation justifiée, cf. chapitre 2 et plus 
loin) et compte tenu de la force de réaction dans un champ magné- 
tique homogène et constant, uy — const. En effet, puisque dans un 
champ magnétique constant v, = const ou dv./ds — O sans qu’on 
tient compte de la réaction de rayonnement, en itérant (en passant 
de (4.17) à (4.19)) on peut voir que là aussi, comme toujours,dv /ds — 
= Ô. Cette contradiction apparente par rapport à l'équation (4. 20) 
disparaît si l’on songe que l'équation elle-même n’est valide que si 
v —+c et qu’elle permet l'étude de l'impulsion p — mv/V 1 — v’/c?, 
mais non pas de la vitesse. Pour ce qui est de l’impulsion d’une 
particule, elle diminue en effet sous l’action du rayonnement, et 
ceci concerne aussi bien py que p:. 
Dans un temps suffisamment long, p, —+0 et 


mc? : mu, 
TT  ? ITA 
V1 — vi/c° Vi — LC 


On comprend donc que la particule ne reste relativiste (pour 
{ —+ co) que sous un très petit angle 4,, de sorte que tv}, = v cos %o — cc. 

Comme nous l’avons vu au chapitre 2 dans le cas non relativiste. 
la réaction de rayonnement doit être envisagée comme une pertur- 
bation, elle doit être petite devant les autres forces. Le passage 
au cas relativiste, et surtout de l’équation (4.17) à (4.19), peut pous- 
ser à faire une conclusion analogue. Mais une conclusion qui impose 
à la force de réaction d’être petite par rapport à la force de Lorentz 
(en particulier, dans l'équation (4.20)) serait incorrecte. En effet, 
les conditions initiales sont données par (2.5) et (2.6) obtenues au 
chapitre 2 et d’après lesquelles dans le repère où à l’instant donné 
la particule est au repos, la force de réaction est petite. Dans un 
système du laboratoire où la vitesse de la particule est v, la condi- 
tion (2.6a) devient 


mc mc? : mc® 
H, € 3 7% = 0.10" $ e, (4.27) 


E = Pi — 0, 1 —> 00. (4.26) 


où ZI, est le champ dans le système du laboratoire (dans le système 


où la particule est au repos ce champ est y = 1/1 — v?/c? fois 
plus grand suivant l’ordre de grandeur; or, ceci conduit non pas à 
(2.6 a) mais à (4.27); ici il s'agit au fond de la composante de la 
force de Lorentz perpendiculaire à la vitesse v, alors que pour 
&/mc* 51, la force de réaction est dirigée suivant — v, et par 
conséquent, ainsi que la projection de E sur v, elle est la même dans 
le système du laboratoire et le système de repos de la particule). 

La situation devient plus claire au sens physique si l’on raisonne 
en termes de longueurs d’onde ou de fréquences de rayonnement 
(c.-à-d. d’une façon analogue au passage de la condition (2.6a) à la 
condition équivalente (2.6b). Si «© — 2xc/À est la fréquence de 
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rayonnement dans le système du laboratoire, en vertu de l'effet 
Doppler dans le système de repos de la particule, la fréquence 
Oo0 — ©/y = omc°/£ et oo — ÀAG/me? (cf. (4.6); d'après le sens 
on prend comme w la fréquence maximale © (0)).C'est pourquoi la 
condition (2.5) se met sous la forme 


Àoo — AË/me Sr. 
ou 
2nc mc? e mec? c 6 cf 
1 = © D'eg me A Sr me — € (4.28) 


On obtient le même résultat si on impose que la longueur d’onde À 
soit supérieure à la « dimension » de l’électron r.mc?/8 dans le 
système du laboratoire (il s’agit de tenir compte de la « compres- 
sion » relativiste d’un objet en mouvement). 

Appliquons maintenant la condition (4.28) au cas du rayonne- 
ment dans un champ magnétique. Comme nous allons le montrer 
au chapitre 5, dans ce cas la fréquence caractéristique s'écrit © — 
= (eH,/mc) (&/mc°)*. En portant cette fréquence dans (4.28) on 
obtient justement la condition (4.27). 

Ainsi, si on reste dans le cadre de la théorie classique, l’action 
de la force de réaction peut être évaluée à partir des équations (4.17), 
(4.19) et (4.20) sous les conditions (4.27) et (4.28). Si on fait entrer 
en ligne de compte les effets quantiques on rend alors possible, 
comme nous l’avons noté déjà au chapitre 2 (cf. (2.7)), l'application 
de la théorie classique seulement aux longueurs d'onde À © f/mc — 
= ra, à — elhc = _. Mais cette inégalité intéresse seulement 
le système de repos. Dans un système du laboratoire, pour obtenir 
la condition d'application de la théorie classique il faut dans (4.28) 
remplacer r, par R/mc, c.-à-d. la mettre sous la forme 


h mec 


À. 2 nie ho < €. (4.29) 


Cette inégalité (ses deux formes sont quant au fond équivalentes) 
exprimée à travers &w est parfaitement naturelle: si une particule 
émet des photons d'énergie Aw comparable à l'énergie de la particu- 
le €, l'approche classique devient inapplicable (il suffit de dire 
qu'elle n'exclut pas non plus le rayonnement d’une onde de fréquence 
wo > €/k, ce qui contredit pourtant la loi de conservation de l’éner- 
gie) *). 


*) La situation est en fait un peu plus compliquée. Si, comme on l'admet 
souvent dans la théorie classique, le mouvement de la particule est donné, elle 
peut en principe émettre des fréquences aussi grandes que l'on veut: la réac- 
tion de rayonnement (le recul) est compensée par les forces extérieures assurant 
le mouvement de paramètres donnés. Mais une particule libre d'énergie 
ne peut d'aucune façon, certes, émettre des photons d'énergie Au > €. 
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Pour le cas du mouvement dans un champ magnétique et pour 
celui d’un rayonnement synchrotron la contrainte quantique sur 
le champ et l'énergie, rendant possible l'application de la théorie 
classique est de la forme 


e2 mic 2 m?c3 mc? 
Ho psg = mn 44108, (4.30) 


On aboutit à cette contrainte en appliquant la condition (4.29) 
au rayonnement synchrotron à fréquence caractéristique o — 
= (eH,/mc) (&/mc°)°. 

Le champ « quantique » caractéristique m°c*/ek a également le 
sens suivant: sur le parcours Rilmc le travail du champ électrique 
Eo — m°cleh appliqué à la charge e est d'ordre mc°?. La conséquence 
physique de cette affirmation est que dans de tels champs (et, bien 
entendu, dans des champs plus forts) peuvent déjà apparaître des 
paires électron-positon ce qui nécessite une énergie non inférieure 
à 2mc? = 105 eV). Une particule d'énergie € peut déjà produire 
des paires dans des champs F, > (m*c“/eh) (mc°/8), puisque dans 
son système de repos le champ atteint précisément la valeur critique 
m?c°/eh (pour plus de détails sur les effets quantiques dans des champs 
forts, cf. [30] et sa bibliographie). 

En considérant maintenant l'équation (4.20) nous voyons que 
devant la force de Lorentz la réaction de rayonnement est faible 
sous la condition 


Po < —3— 


me | La ) = 6.101 (=) Fo Es où Ho (4.31) 
(on admet que À, = H,, etc.; cf. également plus loin (4.44) et la 
note relative à l’inégalité (4.27)). 

Le facteur supplémentaire mc°/£& (supplémentaire par rapport 
aux critères (4.27) et (4.29)) peut rendre la réaction de rayonnement 
assez grande devant la force de Lorentz, mais, le critère (4.30) étant 
observé, l'équation classique (4.20) est quand même applicable. 
Le domaine des champs qui donne lieu à cette situation est évidem- 
ment défini par les inégalités 


2c4 2 203 c2 2 
(Te ) LH (5) — 4108 (=). (4.32 
Le champ H, étant donné, la condition (4.32) peut également s’écrire 
3c4 mic3 4.1013 
VE € me P & Ho Ho (4.35) 


Pour des champs d'ordre 109—10#0Oe (surface des pulsars), la 
majoration imposée au paramètre &/mc° (c.-à-d. la limite d’appli- 
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cation de la théorie classique) est assez importante et sa signification 
est parfaitement réelle. D'autre part, pour l'énergie 


mici _ 108 
3H V Ho ° 


la force de réaction l'emporte sur la force de Lorentz. 

Il est donc clair que la petitesse relative de la force de réaction 
dans le système de repos de la particule ne se conserve pas dans le 
système du laboratoire, vu que la force de réaction et la force de 
Lorentz dépendent différemment de l'énergie. Dans le cas (4.34) 
également la formule (4.19) se déduit de (4.17) d’une façon correcte, 
la méthode employée ici étant invariante et donc juste dans le cas 
des composantes du quadrivecteur (vecteur g') petites par rapport à 
celles de l’autre quadrivecteur (vecteur (e/c) F‘*u;), même dans uu 
seul quelconque des systèmes de référence (nous avons repris ici 
l'explication donnée au $ 76 de [6]). 

L'expression de la force de réaction (4.20) est très commode pour 
calculer les pertes par radiation, pertes d'énergie par rayonnement. 
Par exemple, dans un champ magnétique constant, les pertes par 
radiation sont 


<S (4.34) 


2e4 8 \2 $ 
R(E)= mr Bi (os) à me D 1 (4.55) 
où H, = Ho, est la projection du champ H, sur le plan perpendicu- 
laire à la vitesse v. Pour une vitesse arbitraire on a pour une particule 
de charge eZ et de masse M, 


2(eZY Hit 2(eZ) HA (5) 1}. 
Æ 


R = Fpnes ({—v3/cs) —  3Mc 


(4.36) 

Le mode le plus conséquent pour obtenir cette expression consiste 
à utiliser l'équation (4.19). Pour déterminer les pertes par rayonne- 
ment on calcule souvent l'énergie rayonnée mais nous avons déjà 
noté au chapitre 3 une certaine étroitesse de cette approche qui peut 
conduire à des confusions (cf. [31] et la discussion au chapitre 5 des 
particularités du rayonnement synchrotron dans un mouvement 
hélicoïdal). Pourtant, pour un mouvement circulaire dans un champ 
magnétique, le calcul de l'énergie rayonnée (cf. $ 74 de [6]) donne 
l'expression correcte (formule (4.36) où 4, = H;); sa généralisation 
au cas du mouvement hélicoïdal se fait de proche en proche de la 
façon déjà mentionnée, mais en général la substitution 4, + H, = 
= H,, peut également être justifiée d’une autre façon. C'est que 
pour H, = 0 il n’y a aucune perte; pour H, — H, admettons que 
les pertes sont connues, et enfin pour é/mc © 1, (4.35) est vraie: 
c'est pourquoi il semble que la formule (4.36) qui donne le résultat 
correct dans les trois cas limites, soit assez naturelle. 
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Si la particule se déplace dans un champ magnétique et sa force 
de réaction est négligée, elle conserve son énergie & — TRES 
1 — ve/c 
(pour le démontrer, il suffit de multiplier scalairement (4.24) par v). 
Aussi, si l’on tient compte de la force de réaction on a tout de suite 


dé 
ne 7 (4.37) 
ou, dans le cas ultra-relativiste, 
dé 2(eZ)H* & \2 
dt  3M°c (a) = 
— —0,98-10"3H* ) LE) eV/s. (4.38) 
Pour les électrons (Z — 1, M — m) 
ds _ 2 Hi | $ 2 
= 3 me (ma) = 
= —0,98.103H4 (À) eV/s — 
— —1,58.10-5H3 (-Ê) erg/s (4.39) 


Mettons encore cette équation sous une autre forme 


2H° L H° 
S — —P£, p— TT = 1,95.10 22 (erg.s) 1 (4.40) 


mc 
D'où 
EDR = € (0). (4.41) 
Ainsi, il faut que 
__ 1 5.1-108 | mc? / 
15 Béo — H? (=) S (4.42) 


pour que l’énergie de l’électron devienne deux fois plus faible. Ensui- 
te, (4.41) rend évident que quelle que soit l’énergie initiale 6 
à l'instant t l'énergie d’un électron ne dépasse pas la valeur 


1 5,1-108 >  2.8-1014 
Énias (£) = = H=i mc“ = Hi eV, (4.43) 


où { se mesure en secondes. 

Le résultat (4.43), c.-à-d. l'existence pour une charge se dépla- 
çant dans un champ magnétique d’une certaine énergie maximale 
(limite) max. est généralisé au cas d'un champ inhomogène (cf. 
$ 76 de {6]). À notre connaissance, pour la première fois la question 
de l'énergie limite a été discutée sur l'exemple des rayons cosmiques 
qui atteignent la Terre [32]. Dans ce cas la particule doit franchir 
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le champ magnétique terrestre H = 0,2 à 0,5 Oe, c.-à-d. parcourir 
Le R3 — 108 cm (R: = 6 360 km est le rayon de la Terre) en un 
temps { — Ra/c = 3-10* s. Il en résulte que pour les électrons 
max — 1017 eV (dans (4.43) on pose que H, — H, — 0,2 Oe ce 
qui correspond aux particules qui frappent la région équatoriale; 
pour atteindre l'équateur magnétique terrestre les calculs de [32] 
donnent la valeur 6m, — 4:10! eV). 

Les formules (4.38)-(4.43) sont données sous des formes diffé- 
rentes avec des coefficients numériques, du fait qu'elles sont 
d’un usage très courant, notamment en astrophysique (cf. chapi- 
tre 15). 

Si une particule se déplaçant dans un champ magnétique homo- 
gène et constant perd en un tour (c.-à-d. en une période 7? — 21/0f; — 
— (2rMcleZ H,) (8/Mc°)) l'énergie A@ petite devant 6, la force 
de réaction est alors faible par rapport à la force de Lorentz. On en 
tire la condition (pour M — m et Z — 1) 


TJ Ha - 108 
Em À 8 / Sans —— = ne 4.44 ‘ 


* "mcHo 0 
me < SH 


Comme il fallait s'attendre, cette condition coïncide avec celle 
obtenue précédemment, tout en la rendant quelque peu plus précise 
(cf. (4.34) qui envisageait l’inégalité inverse et où l’on adoptait 
H, — H)). I] est fréquent que l'inégalité (4.44) est bien respectée 
dans l’espace. Ainsi, dans le champ interstellaire H, sin* y — 10$f Oe- 
et (4.44) est observée pour les électrons d'énergie & < 10! eV. 
Mais pour H, — 104 Oe (taches solaires, étoiles magnétiques, accé- 
lérateurs), la prescription est plus rigoureuse : # & 10! eV; pour- 
tant, dans les cas susmentionnés on ne rencontre pratiquement pas. 
les électrons d'énergie & © 10! eV. Dans les naines blanches ma- 
gnétiques (4, — 10° — 108 Oe) et dans les pulsars (47, — 10° —10 Oe)- 
l’inégalité (4.44) est violée déjà pour les énergies relativement fai- 
bles. Par ailleurs, plus les pertes sont grandes, plus il est difficile 
d’accélérer les particules jusqu'aux hautes énergies et, en général, 
ces particules sont moins nombreuses. C’est pourquoi la condition 
d’une faible force de réaction (4.44) n’est pratiquement violée que 
dans des cas exceptionnels. Assurément, la particule ne se déplace 
pas alors suivant une trajectoire circulaire ou hélicoïdale, mais sui- 
vant une courbe de rayon rapidement décroissant (quelques calculs. 
relatifs à ce cas sont donnés dans [33]). D'autre part, le caractère 
du rayonnement synchrotron (intensité, composition spectrale, 
polarisation) ne change pas même si la condition (4.44) est compro- 
mise, puisque la partie de la trajectoire responsable du rayonne- 
ment avec y — 6/mc° Ÿ 1 n'est pas grande ct le rayonnement chan- 
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gerait seulement si les principes de la théorie classique n'étaient 
pas respectés (cf. (4.33) 


203 4.4013 


Nous reviendrons encore à ce qui vient d’être dit pour l’expliquer 
au chapitre 5. Dans ce qui suit nous admettons toujours que la con- 
dition (4.45) est remplie *); nous supposerons aussi pour simplifier 
que la condition (4.44) est vraie, bien que dans la plupart des cas elle 
ne s'emploie pas dans les calculs. 

L'expression des pertes (4.38) rend clair que dans le champ donné 
H, et pour la même énergie &, les protons émettent (M/m)* — 10% 
fois moins que les électrons. C’est pourquoi les pertes par rayonne- 
ment synchrotron (par freinage magnétique) ne jouent généralement 
aucun rôle pour les protons et les autres noyaux. Mais dans des 
champs très forts, lorsque les électrons de haute énergie « ne tien- 
nent pas», le rayonnement synchrotron protonique peut s’avérer 
en principe important. Notons qu'une particule chargée qui se dépla- 
ce dans un champ magnétique, ou bien, toute particule qui subit 
une accélération, rayonne non seulement des ondes électromagné- 
tiques mais aussi des quanta de tous les champs avec lesquels elle 
interagit. Ainsi, pour toutes les particules chargées il existe un 
rayonnement de freinage magnétique de gravitation. Ensuite, dans 
un champ magnétique les protons doivent émettre des mésons n+ 
et 1° (processus p +n + n+, p—p + x°, où nest un neutron), ainsi 
que des positons et des neutrinos (processus p —n + et + v, où v 
est un neutrino). Toutefois, dans des conditions réelles l’intensité 
du rayonnemnt synchrotron non électromagnétique est d'habitude 
négligeable [34], et le rayonnement lui-même ne joue aucun rôle. 
Il ne faut pas pour autant perdre de vue le rayonnement synchro- 
tron non électromagnétique tant pour son aspect méthodologique 
que pour des possibilités éventuelles (qu’il ne faut jamais oublier). 
A propos, si nous appliquons le terme synchrotron ou le terme plus 
général de freinage magnétique seulement au rayonnement des 
particules qui se déplacent dans un champ magnétique, dans la 
littérature on parle de rayonnement synchrotron dans un sens plus 
large, par exemple, en l’appliquant aux ondes de gravitation, élec- 
tromagnétiques et autres (disons, aux ondes du champ scalaire) 


*) Si l'inégalité (4.45) est inobservée, nous retombons sur le domaine quan- 
tique et l'étude doit se poursuivre par des méthodes de l’électrodynamique quan- 
tique [30]. Comme nous l’avons noté, le domaine quantique est caractérisé par 
la production des paires électron-positon et, pour les champs ou énergies encore 
pus forts, par la production de paires de particules d’autres types (mésons, 

aryons). Assurément, l'intérêt que présente le domaine quantique (champs 
forts, hautes énergies) est très grand et qui ne cesse de croître par suite de la 
découverte des pulsars, de l’obtention des champs plus forts dans des labora- 
toires et la construction de nouveaux accélérateurs. 
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quand les particules relativistes se déplacent dans un champ de 
ogravitation fort (35, 36]. Dans tous ces cas, le rayonnement possède 
certains traits communs avec le rayonnement synchrotron électro- 
magnétique ordinaire, mais dans l’ensemble son caractère (intensité 
comme fonction d'énergie, diagramme polaire, etc.) change sensible- 
ment en fonction du type (sorte) des champs accélérateur et rayonné. 
En retenant qu’il est impossible d’« englober l’inglobable », nous 
ne parlerons au chapitre 5 sous une forme explicite que du rayonne- 
ment synchrotron des électrons, ou plus en détail, du rayonnement 
des ondes électromagnétiques émis par les électrons ultra-relativistes, 
qui se déplacent dans un champ magnétique uniforme et constant. 


CHAPITRE 5 


RAYONNEMENT SYNCHROTRON 


Particularités du rayonnement synchrotron. Certaines applications de la théorie du 
rayonnement synchrotron dans l'astrophysique. Limites de l'application de la théorie 


Le caractère et surtout le spectre du rayonnement synchrotron 
changent sensiblement en fonction de la relation entre l’angle 6 
compris entre le vecteur d’onde du rayonnement k et la vitesse de la 
particule v, et l’angle x compris entre v et le champ magnétique 
extérieur H, (nous limitons ici notre examen au mouvement dans 
un champ magnétique, bien qu'en fait il s'agisse d’un résultat très 
général ; cf. par exemple, $ 77 de [6]). Tout simplement le rayonne- 
ment se concentre surtout dans les angles d'ouverture 8 = mc°/6 < 1 
et si l'angle x «° mc°/6, alors, dans la direction donnée 8 < mc°/8, 
le rayonnement « cumulé » provient de la trajectoire tout entière, 
ou, en tout cas, de sa partie la plus importante. Mais si 


mc° mci 
LIDS= TZ, Z <1; (5.1) 


le rayonnement synchrotron qui vient à l'observateur n’est émis 
que par un petit secteur de la trajectoire (pour plus de détails voir 
plus loin). 

Avec 


EE, ei (5.2) 


le rayonnement est parfaitement analogue à celui d'un oscillateur, 
étant donné que dans ce cas (cf. (4. —. 


__CSin%  Cx — 
OH 


(5.3) 


Ty = = SE, | 
HT ag To 2° | 

eH . | 
Firma ir RE: 
ici et plus loin nous omettons l'indice zéro de H, puisque partout 
ne figure que le champ extérieur. 


Plus précisément, si (cf. (4.10)) 
: À 
= ’ TH Ét (5.4) 
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le rayonnement s'identifie au rayonnement d’un doublet (oscilla- 
teur) de moment ery = ecx/of = Gy/H < mc?/H, animé d’un 
mouvement rapide. 

Nous n’allons pas pousser plus loin l’étude de ce cas déjà exa- 
miné qualitativement au chapitre 4 (pour plus de détails, cf. pp. 275- 
277 de [6] ainsi que [37]). 

Pour ce qui est du rayonnement qui satisfait à l'équation (5.1), 


il serait raisonnable d'aborder l’étude par le cas particulier impor- 


. . Tï 
tant du mouvement circulaire, lorsque 4 = =. 


C’est le cas où le rayonnement tout entier se concentre au voisi- 
nage du plan de l’orbite limité par les angles 0 < mc*/8. À grande 


(re) 


Fig. 5.1. Relation entre le champ électrique dans la zone d'onde et le temps 
pour une particule animée d'un mouvement circulaire dans un champ magné- 
tique 
Cette courbe s'obtient si l’on fait tourner le champ d'un doublet en mouvement rapide à une 

vitesse angulaire w}y (cf. fig. 4.4) 


distance de l'orbite un « observateur » (admettons qu'il se trouve 
dans le plan de l'orbite ou dans son voisinage limité par les angles 
6 << mc°/&) enregistrera les impulsions de rayonnement qui se 
suivent à des intervalles de temps égaux à la période de révolution 
de la charge 


rare (EE). (5.5) 


La forme des impulsions du rayonnement (fig. 5.1) est facile à 
établir si on considère le champ électrique d’un oscillateur doublet 
animé d’un mouvement rapide (cf. fig. 4.4) et qui tourne par rap- 
port à l’observateur sous l’effet de la rotation de la particule dans 
un champ magnétique (le vecteur d'accélération associé à l’axe du 
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doublet est perpendiculaire au champ H et tourne autour de ce 
champ à la fréquence wx). La durée de chaque impulsion 
rye (mci\2 . mc f mci\2 

a () rer (5) SA 
où ra = vlwn= 6/eH est le rayon de courbure de la trajectoire 
de la particule, alors que l’apparition du facteur (mc?/@)? est due 
à l'effet Doppler. En effet, dans les limites de l'angle E — mc/@ 
un électron se déplace vers l'observateur pendant le temps At’ — 
= rnkle = mcleH. Pendant ce même temps le parcours de l’élec- 
tron est vAt” et l'impulsion qu'il émet se comprime aussi de ce fait 
à la grandeur vAt” (c'est en cela précisément que consiste l’effet 
Doppler). Il en résulte que la longueur de l'impulsion est d'ordre 
(c — v) At’, et sa durée 


at=ar(1—2)s2ar (TE), 


ce qui est équivalent à (5.6). 

Le spectre du rayonnement qui a la forme des impulsions se 
répétant à des intervalles de temps T = 2x/wf; se composera évidem- 
ment d'harmoniques de fréquence wf. En fait, puisque T Ÿ At 
dans le domaine des harmoniques élevés on peut admettre que le 
spectre est continu, le maximum du spectre étant associé à la 
fréquence 


Om (2). (5.7) 


Ce qui importe ici c’est que le champ de rayonnement change de 
signe (cf. fig. 5.1). C'est pour cette raison précisément que le spectre 
possède un maximum (cf. plus loin). La largeur effective du spectre 
de rayonnement est également de l’ordre de w,, ; la densité spectrale 
moyenne du rayonnement synchrotron peut donc être évaluée en 
divisant par w,, sa puissance totale ® = Z = (2etH*/3m°c*) (6 /mc°}? 
(cf. formule (4.39)) *). Il en résulte 


_ P (6) e3H 

L'une des particularités caractéristiques du rayonnement synchro- 
tron et, en général, du rayonnement de freinage magnétique est sa 
polarisation. La direction privilégiée du vecteur électrique des 
ondes rayonnées repose dans le même plan que la direction de l’accé- 
lération et le rayon de vision (vecteur k). Etant donné que l’accéléra- 
tion d’une particule se déplaçant dans un champ magnétique change 
tout le temps de direction, les ondes sont, en général, polarisées 


*) Dans un mouvement circulaire (et en général lorsque l’ensemble de 
l'émetteur ne s'approche pas de la source éloignée) la puissance de rayonne- 
ment $ et les pertes par rayonnement Z sont égales entre elles (cf. chapitre 3 
et les notes ci-dessous). 
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elliptiquement. En effet, si un oscillateur (cf. fig. (4.4)) se déplace 
vers l’observateur, la polarisation du rayonnement qui se propage 
dans le sens de la vitesse de translation ne change pas. Il est donc 
clair que le rayonnement de freinage magnétique d’un électron isolé. 
est, dans le cas général, polarisé suivant une ellipse, le champ élec- 
trique E dans l’onde étant maximal dans le plan contenant la direc- 
tion de l’accélération. Cela signifie que la direction privilégiée du 
champ E de l'onde est perpendiculaire à la projection du champ 
magnétique sur le tableau (il est d’usage d'entendre par tableau le 
plan perpendiculaire au rayon visuel). 

Examinons maintenant le rayonnement qui apparaît lors du 
mouvement hélicoïdal (mais en observant la condition (5.1)). La 
situation relative à chaque impulsion 
isolée est dans ce cas la même que pour 
un mouvement circulaire, mais le champ 
H est remplacé par sa composante 
H, = H sin zx perpendiculaire à la vi- 
tesse. En effet, maintenant la durée de 
l'impulsion est 


n-É (er (Re), 69 


H 


où rà = vlounsin x = 6/eH], est le 
rayon de courbure de la trajectoire 
spatiale de la particule (cf. (4.23)). 
(5.9) rend compte du déplacement de 
l’électron dans le sens de l'observateur 
dans l'angle d'ouverture E — mc°/6 
pendant le temps Af"-rfEle = mcleH,; Fig. 5.2. Rayonnement dans 
quant au passage de At’ à At,ilsefait un mouvement hélicoïdal 
de même que pour le mouvement circu-  ditlonue Te là Hé Te 
laire. (2xmc/eH) ($/mes) en vertu de 

Par ailleurs, si dans le mouvement l'effet Doppler 
circulaire les impulsions se suivent 
avec une période 7 (cf. (5.5)), dans le mouvement hélicoïdal l'in- 
tervalle entre les impulsions est T” qui diffère de T par suite de 
l'effet Doppler. 

Le calcul de 7” est élémentaire si l’on recourt à la figure 5.2. 
Les sauts de rayonnement parviennent à l'observateur choisi lorsque 
l’électron se trouve aux points À, B, C, ... (là et dans ce qui suit 
nous admettons pour simplifier que le rayonnement est strictement 
« needle stralung » (« en aiguille »). Autrement dit, ce sont précisé- 
ment les points où l'électron se trouve « en regard » de l’observateur. 
L'intervalle de temps entre les instants du passage de l'électron de 
A en B est égal, évidemment à la période T = 2x/w%. La distance 
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entre À et B est v,T = vT cos % (x est l’angle entre v et H), et la 
distance parcourue pendant ce temps par l'impulsion émise en À 
est cT. La figure 5.2 montre qu'en se déplaçant vers l’observateur, 
l'impulsion émise en B retardera par rapport à la première impul- 
sion d'un temps 


TT (1—-U)=r (1) RT sinty = Te 


Æ sin X (5.10) 


é 
OH 


où en passant à l’avant-dernière expression on tient compte que le 
calcul se fait pour le cas limite v —c. Rappelons encore une fois 
que la représentation imagée d’un rayonnement qui parvient jusqu’à 
l'observateur sous la forme d’une impulsion isolée ne convient que 
pour %ŸE — mc°/68. Toutefois, l'expression du type T’ — 
= T (1 —v, cos y/c) est de caractère général et son application ne 
résulte pas obligatoirement de l’hypothèse du « needle stralung » 
et de sa division éventuelle en impulsions discrètes (pour plus de 
détails, cf. [31]. 

Ainsi, dans la zone d’onde le spectre du rayonnement d’un élec- 
tron ultra-relativiste se compose des harmoniques de fréquence 


Dern 
HT sin?4 * 


(5.11) 

Cette circonstance n’est pas très importante par elle-même si 
l’on songe que dans les cas qui nous intéressent, les harmoniques 
ne se résolvent pas et il faut envisager le spectre continu. Pourtant, 
la variation de l'intervalle entre les impulsions intervient non 
seulement sur le spectre mais aussi sur toutes les caractéristiques 
du champ de rayonnement, et notamment, sur son intensité enregis- 
trée au point d'observation. En effet, supposons comme le mon- 
trent (4.37) et (4.39) qu'un électron perd à chaque tour (en un temps 

— 2x/wf) par rayonnement, l'énergie A6 —=.AT, où .Z — 
— (2e4H° /3m°c°) (S/mc°}). Aussi est-il évident d’après ce qui vient 
d’être dit que cette énergie parviendra aux « observateurs » portés 
par une certaine sphère fixe à une distance À de l’électron en un 
temps 7”, et par conséquent, la puissance moyenne observée du 
rayonnement (flux total de l'énergie) vaut: 


TO Te jus (9.12) 


À première vue il semble que nous sommes ici en présence d’une 
contradiction à la loi de la conservation d'énergie. L'’électron perd 
par unité de temps l’énergie .Z. Toute cette énergie qui se transforme 
en rayonnement devrait être égale au flux de rayonnement total 
passant par la sphère considérée. C'est justement ainsi qu’on procède 
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souvent en calculant les pertes par rayonnement subies par la parti- 
cule, pour les égaler au flux total du rayonnement. Dans le cas sta- 
tionnaire et pour un émetteur de centre de gravité fixe on peut en 
effet procéder de cette façon. Mais en général, comme nous l’avons 
rappelé au chapitre 3, le travail fourni par un émetteur par unité de 
temps (puissance des pertes 2) est égal au flux total traversant une 
surface plus la variation de l’énergie du champ _ (“av 
dans le volume enveloppé par cette surface. Dans le cas qui nous inté- 
resse, la région de l’espace occupé par le rayonnement, entre l’élec- 
tron en mouvement et la surface observée fixée dans l’espace, ne 
cesse de diminuer. L'énergie que contient cette région diminue 
elle aussi, et c’est pourquoi la puissance À du rayonnement incident 
est plus grande que la puissance des pertes Z. Or, dans plusieurs ouvra- 
ges, pour passer aux grandeurs spectrales, on calcule l’intensité en 
utilisant la puissance des pertes .Z. Une telle approche ne conduit 
pas, certes, si l’on tient compte du déplacement de l'émetteur, aux 
expressions correctes de l'intensité du rayonnement enregistrée à 
une surface fixe. Par ailleurs, si les particules émettrices se trouvent 
dans un volume fixé (par exemple, dans l'enveloppe d’une superno- 
va) ou, plus précisément, si la fonction de distribution des particu- 
les émettrices ne change pas dans le temps, l'intensité du rayonne- 
ment de l’ensemble des particules coïncide avec la puissance spectra- 
le des pertes. Cette conclusion résulte directement de la loi de con- 
servation de l'énergie et est confirmée par le calcul immédiat (cf. 
[311 et plus loin). 

Le fait que cette question parfaitement élémentaire quant au 
fond n'est pas définitivement tranchée depuis si longtemps et a 
conduit à l’utilisation des formules incorrectes *) ou pas tout à 
fait correctes, nous autorise à donner un exposé aussi détaillé et à 
reprendre à plus d'une reprise les remarques correspondantes. 

Les considérations et les formules susmentionnées rendent parfai- 
tement claire la situation qualitative et permettent d'évaluer les 
caractéristiques du rayonnement synchrotron (intensité, spectre, 
polarisation) pour des cas concrets. Les formules quantitatives, 
elles, s’obtiennent, au contraire, par des calculs assez lourds. Ces 
calculs se font sur la base des formules bien connues des potentiels 
retardés, et on peut les trouver, par exemple, dans [31] (pour le 
mouvement circulaire, c.-à-d. pour sin 4 = 1, plusieurs calculs sont 
décrits au $ 74 de [6]) **). C’est pourquoi dans ce qui suit nous ne 


*) Ce qui vient d’être dit se rapporte en particulier, à quelques formules 
données dans [38, 39]. Heureusement, ces formules n'étaient appliquées qu'aux 
cas (ou dans les conditions) où les différences correspondantes entre les expres- 
sions de l'intensité pouvaient être Dplgees (cf. [31] et plus loin). 

**) Il faut retenir la différence dans les notations. Ainsi, dans [31], l'angle 
entre v et H est 6 et nous le désignerons par 4 (dans notre cours 6 est l'angle 
entre v et k). 
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donnerons que quelques résultats définitifs et examinerons leur 
application à l’astrophysique. En vue de telles applications, nous 
nous écarterons quelque peu de la forme de l’exposé adopté dans 
l’ensemble de notre cours. Plus précisément, conformément à [38, 29], 
nous donnerons un assez grand nombre de formules auxiliaires ou 
commodes pour le calcul. Bien entendu, les lecteurs qui ne s’inté- 
ressent pas à l'application de la théorie du rayonnement synchrotron 
peuvent omettre ces détails. Ainsi, le texte qui suit jusqu’à la for- 
mule (5.66) y compris est d’un caractère auxiliaire. 

La période du champ du rayonnement synchrotron étant 7, 
ce champ peut être développé en série de Fourier suivant les harmo- 
niques de fréquence Qy — 2n/T' — œof/sin? x. Autrement dit, 
à une grande distance R de la charge le champ de rayonnement peut 
s’écrire 


E=Re S E, a (sc) |. 
à exp | it (= ) | Le 


On =/Qn=n . n=0, 1, 2,3, 


° 
° 
SERRE SEE Rennes ame” 


sin? % 


Dans le cas ultra-relativiste considéré, aux termes d'ordre E? — 
= (mc°/6) près, on a pour un électron 


2w* 
RE nan sin % {+ Ÿ° ) Keys (En) li + 
+ Hp (BE +) Ki (gn)le}, (5.14) 
PE, = 1, 


où  — x — «& est la différence des angles entre v et H d’une part 
et entre k et H de l’autre; l’angle Ÿ est, évidemment, la distance 
angulaire entre les génératrices du cône décrit par le vecteur v et la 
direction du vecteur d'onde k (si les vecteurs v, k et H appartien- 
nent au même plan, comme c'est le cas à l'instant correspondant, 
l'angle 1 est égal en valeur absolue à l’angle 0). Dans (5.14), e est la 
grandeur absolue de la charge (charge d’un électron) et par défini- 
tion, ©} >> 0. Pour une particule chargée positive (positon), d’a- 
près (9.14) l'amplitude du champ est conjuguée complexe par rap- 
port à E,, ce qui correspond à la direction de rotation opposée du 
vecteur électrique. Ensuite, L, et 1, de (5.14) sont deux vecteurs uni- 
tés réciproquement orthogonaux dans le tableau; 1, est dirigé sui- 
vant H,, et 1, — [l,k}/X% (fig. 5.3). Enfin, Kiys (g,) et K213 (8h) 
sont les fonctions de Bessel de second ordre de l'argument imaginaire 
£n (fonctions de ns cf., par exemple, $ 8.4, 8.5 de [40]) 


+ (+ ET. (5.15) 


En — 


3 sin3 + TE % 
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Dans la deuxième égalité (5.15) nous avons remplacé le rang de 
l'harmonique par la fréquence v = w/2x = nwï/2n sin? y et intro- 
duit la notation 


9 


Ve ne (ns) - Fe) 


La présence dans l’expression (5.14) de l'unité imaginaire devant 
le deuxième terme de l’accolade correspond à la polarisation ellipti- 
que du rayonnement. L’un des axes de l’ellipse des oscillations du 


Tableau 


Fig. 5.3. Ellipse d’oscillations du vecteur électrique de l’onde émise par une 
particule se déplaçant dans un champ magnétique 
On admet que la charge est négative (un électron) ; la rotation d’une particule à charge positive 


(positon) se fait dans le sens opposé. 7 — tableau (plan perpendiculaire à la direction du 
rayonnement, ou, ce qui revient au même, à la direction d'observation); 1, et 1,, deux 
vecteurs unités orthogonaux dans le tableau; L, est dirigé suivant H 1 qui est la projection 


du champ magnétique sur le tableau 


vecteur électrique est dirigé le long de H, et l’autre (le grand) lui est 
perpendiculaire. Le rapport des axes que nous noterons tg B est 
égal en vertu de (5.14) à 


An ŸK 1/8 (£n) 
eb=E Ti Ka/s (En) ° (5.17) 


Avec Ÿ >> 0, la rotation a lieu à gauche (pour un observateur, 
dans le sens inverse à celui des aiguilles d'une montre) et avec d << 0, 
elle a lieu à droite; de plus, on considère que l’angle 1 est positif 
si € > &, c.-à-d. si le vecteur k est à l’intérieur du cône des vitesses 
(cf. fig. 5.3). 

La polarisation dégénère en polarisation linéaire seulement si 
Ÿ = 0, c.-à-d. si le vecteur d'onde repose strictement à la surface 
du cône des vitesses. Pour de grands w, la polarisation tend vers une 
polarisation circulaire, puisque pour de grandes valeurs de l’argu- 


ment Xos (7) © Kis (x) (> V5 e*: mais dans ces conditions, 
l'intensité durayonnemert devient négligeable (cf. ci-dessous fig. 5.4). 
6® 
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Le champ du rayonnement peut être caractérisé par le « tenseur 
polarisation du rayonnement » ” vaut par définition 


Pas ‘(n) = Ex — En, «En, Bo (5.18) 


où af = 1, 2 et E,,, sont les composantes du vecteur électrique 
figurant dans (5.13), (5.14); de plus, la moyenne de la densité du 
flux d'énergie (du vecteur de Poynting) de la n-ième harmonique est 
par période 


Pa = SP Pas (n) = Pas + Par = | En (+ (5.19) 


Dans le domaine des harmoniques élevées, le spectre du rayonne- 
ment est pratiquement continu, v = o/21r = nof/2n sin? y, et 


au lieu de p, il est commode d'introduire la « densité spectrale du 
tenseur polarisation » 


= 2x sin? 4 + 


PaB (v) = PaB (n) — 7" Pas (n). (5.20) 


Pour le champ d'un électron ultra-relativiste introduisons les 
fonctions (ici g, = ga; cf. (5.15)): 


3e2w? 2 
PO = pu (v) = mme : | (1+#) K2ys (gv), (5.21) 
3307 
FD en Pre (= pores (sc) (7) (142) Kate), (6.22) 
… _ 3e2w0 & 
Pi2 (V) = Pa (V) = ii mme (2) X 


x (144) (4) Ki (es) Kars(e. (5.23) 


I1 est évident que pi” dv est le flux de rayonnement dans l’inter- 
valle des fréquences dv, le vecteur électrique de l’onde étant dirigé 
suivant l,; d'une façon analogue, la direction 2 est définie par le 
vecteur l:. Pour les deux polarisations, la densité spectrale du flux 
est p, = pY + pi”. 

Si on applique les expressions (5.21) et (5.22) pour calculer 
le flux total de l'énergie rayonnée à travers la surface fixée, c.-à-d. 
pour calculer l’intégrale de la densité du flux dans toutes les fré- 
quences et directions, alors en accord avec (5.12) il s'avère égal à 
S — Alsin° x, où Z est la perte d'énergie par un électron ultra- 
relativiste due au rayonnement synchrotron (cf. (4.37), (4.39)); 
pour la commodité nous donnons encore une fois l'expression de .Z : 

d£ 24H? & \2 e g \2 
R= TS me (ne) =2/8(5r)cHi(r) + (5.2) 


mc3 
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Nous avons déjà souligné que la différence entre ® et Z est 
définie par la stationnarité (pour % = 1/2x) du champ de rayonne- 
ment dont la moyenne est établie pour la période de rotation de 
l’électron. En effet, dans un mouvement hélicoïdal, l’électron s’ap- 
proche de l’observateur, et ce n’est que pour x = 1/2x (mouvement 
circulaire) que le centre de son orbite reste fixe. En vertu de la loi 
de conservation de l’énergie, le flux total d'énergie qui traverse 
une surface fixée o vaut 


= (réa + | SE av. (5.25) 


°C 


Lorsque l’électron s'approche de l’« observateur » (c.-à-d. de la 
surface 6), l’énergie du champ localisé entre la source et la surface © 
change, ce qui explique la différence entre $ et Z. 

Dans la plupart des applications du rayonnement synchrotron 
(rayonnement de freinage magnétique) on a en premier lieu, affaire 
non pas aux particules isolées mais à leur ensemble. Puis, dans 
les cas habituels, cet ensemble est stationnaire, ou, en tout cas, il 
change très lentement dans son intégralité. Ainsi, s’il s’agit des 
électrons relativistes des enveloppes des supernova ou d'autres 
nébuleuses, on peut admettre que pendant le temps nécessaire aux 
ondes électromagnétiques pour franchir la longueur de la région émet- 
trice dans le sens du rayon visuel, cette longueur ne change pas. 
Autrement dit, la vitesse de l'enveloppe (frontière de la nébuleuse, 
etc.) dans le sens du rayon visuel V, est petite devant la vitesse 
de la lumière. En négligeant les termes d'ordre V,/c, on peut admet- 
tre que le volume de l’enveloppe est constant et la loi de conservation 
de l’énergie rend clair que, comme nous l'avons déjà dit, en moyen- 
ne, pour l'ensemble des particules rayonnantes de l'enveloppe, 
® — P (cf. (5.25)). Bien entendu, le calcul détaillé confirme cette 
conclusion [31]. Si on en tient | compte pour les sources stationnaires 
au lieu des quantités p{” et p{” on peut employer les quantités 
suivantes : 


> 3 eH 212 Lo 
ph= pO siny=s RE (= = =) (1++ LE LE) K'3y3 (&v); (9.26) 


pO= pl) sin24=— 2 _—— es (=) () (1+5 Er —) Ass (£gv), (5.27) 


où, comme auparavant, 


= (148), (EE) 6452 
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La distribution angulaire des flux de rayonnement pŸ” et p\’ 
est matérialisée par la figure 5.4. Pour unité d'échelle suivant l’axe 
vertical on a choisi le coefficient {3e*H/(4n°R?mc°E)} (v/vc)? des 
expressions (5.26) et (5.27). Les courbes sont construites pour v/v — 
= 0,29, ce qui correspond, comme nous le verrons plus loin, au 
maximum du spectre fréquentiel global (dans toutes les directions) 
du rayonnement de l’électron. La figure 5.4 montre que pour les 
petits +, l’apport principal au rayonnement est dü aux oscillations 
à champ électrique dirigé transversalement à la projection H, sur 
le tableau, c.-à-d. que dans ce domaine p®” ÿ pf. 

Ce qui vient d’être dit rend clair que pour les sources de rayonne- 
ment synchrotron qui se déplacent à une vitesse relativiste, il faut 
s'appuyer non pas sur les expressions (5.26), (5.27) mais sur les 


15 


10 pi 


Fig. 5.4. Distribution angulaire du rayonnement synchrotron d'un électron 
isolé à deux directions de polarisation principales 

p{ est le flux de polarisation transversale par rapport à la;projection du champ sur le tableau 

et p?), le flux suivant cette projection pour v/vc == 0,29. Pour unité d'échelle de l'axe vertical 

3H _(v) 5.9 , = 

on a pris le coefficient DURime () des expressions (5.26) et (5.27). L’angle 4 0 cor- 
respond à la direction de la vitesse instantanée de l’électron 


formules (5.21)-(5.23). Dans ces conditions, si la source dans son 
intégralité se déplace à la vitesse V, dans le sens du rayon visuel vers 
l’« observateur », l’intensité du rayonnement devient (1 — V,/c)"! 
fois plus grande que dans le cas d’une source fixe de même fonction 
de distribution des électrons (cf. [31]). Ces dernières années on a 
établi que dans les conditions cosmiques les sources de rayonnement 
synchrotron peuvent avoir des vitesses relativistes. Ainsi, les explo- 
sions des noyaux galactiques qui engendrent les radiogalaxies, pro- 
duisent des « radionuages » émetteurs qui se déplaçent parfois à des 
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vitesses comparables à celle de la lumière. Il se peut que d’autres 
objets, en premier lieu les quasars, possèdent également des envelop- 
pes, des jets et des éjections qui se déplacent à des vitesses relativistes. 
Ainsi les sources de rayonnement synchrotron stationnaires ne sont 
certes pas seules à présenter de l'intérêt, il y a aussi les sources de 
rayonnement synchrotron non stationnaires (relativistes) et en 
général, de rayonnement de freinage magnétique (31, 41-43]. Toute- 
fois, dans ce qui suit nous n’envisagerons que les sources station- 
naires (plutôt quasi stationnaires) telles que dans le domaine (5.1) 
elles rendent applicables les formules (5.26), (5.27). 

Avant d'aller plus loin, considérons les grandeurs qui caractéri- 
sent le rayonnement, puisque d’habitude cette question n'est pas 
traitée par les cours d’électrodynamique. 

En plus de la dépendance fréquentielle, un flux de rayonnement 
arbitraire est caractérisé en général par quatre paramètres indé- 
pendants, par exemple, par la position du grand axe de l’ellipse 
de polarisation, les intensités dans deux directions principales et 
la direction de rotation du vecteur électrique. Il est pourtant plus 
commode d'utiliser dans ce but les paramètres de Stokes (cf., par 
exemple, [38, 44-47]). Pour le rayonnement d’une particule isolée, 
ces paramètres (7,, Q.. U. et V.) s'expriment par les densités du 
flux de rayonnement à deux directions principales de polarisation 
pŸ et pf”, ainsi que par tg B qui est le rapport entre le petit et le 
grand axes de l’ellipse des oscillations du vecteur électrique (cf. (5.17)) 
et par l'angle # entre une direction arbitraire fixée dans le tableau 
et le grand axe de cette ellipse (c.-à-d. la direction perpendiculaire 
à la projection de H sur le tableau *). Voici les expressions corres- 
pondantes : 


Ze= pv +p#, 
Qe=(p$? — pf”) cos 2x, 
U,=(p#? — p$”) sin 2x, 
Ve=(p$? — p5) tg 28. 


| 
; (5.28) 
J 


La dimension des paramètres de Stokes (5.28) ainsi que de pf 
et p® est celle de la densité du flux d'énergie dans un intervalle 
unité de fréquences; l'indice e signifie que ces paramètres concer- 
nent un seul électron. 


*) L'angle x qui se lit dans le sens des aiguilles d’une montre est évidem- 
ment défini dans l'intervalle 0 LI x < x. Nous avons introduit ici la notation 
% pour ne pas confondre l'angle + avec l'angle x entre v et H. 
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Les paramètres de Stokes présentent deux avantages importants: 
ce sont des quantités immédiatement mesurables et additives pour 
les flux de rayonnement indépendants (incohérents), c.-à-d. les flux 


Plan 

des oscillations 
du vecteur 
électrique 

mis en évidence 
par l'analyseur 


$2 


Fig. 5.5. Definition des paramè- 
tres de Stokes 


Dans la direction s,, on introduit un 

retard en phase supplémentaire e& par 

rapport aux oscillations dans la direction 

endiculaire « L'angle 6 détermine 

a position du plan de l’analyseur. Le 

flux de rayonnement mesuré est dirigé 
vers le lecteur 


aux phases aléatoires pour lesquel- 
les on prend la moyenne [38]. 
Les paramètres de Stokes peu- 
vent être déterminés expérimenta- 
lement par les méthodes ordinaires 
de l’étude du rayonnement pola- 
risé [47], plus précisément en in- 
troduisant le déphasage &e entre 
l’une des projections du vecteur 
électrique des oscillations de l’onde 
(par exemple, sur la direction s; 
de la fig. 5.5) et l’autre, qui est la 
projection sur la direction per- 
pendiculaire (s, de la figure 5.5). 
L'analyse ultérieure se ramène à 
établir la relation entre l’intensité 
du rayonnement résultant et Ja 
position de l’analyseur qui dégage 
la projection des oscillations sur 
une certaine direction arbitraire 8 


(cf. fig. 5.5). Si dans le tableau l’angle entre les directions s, et 
s est noté Ô, l’intensité du rayonnement, à la sortie de l’analyseur, 
sera la fonction suivante de & et Ô (cf., par exemple, [46]): 


Ze (e, 0) = “2 {Ie + Q, cos 26 + (U, cos e— V. sin e) sin 26}. (5.29) 


En choisissant convenablement le retard en phase € et la posi- 
tion Ô de l’analyseur on peut mesurer la valeur de tous les paramètres 


de Stokes. 


Notons que le premier paramètre de Stokes 7, détermine la den- 
sité totale du flux de rayonnement (ou l'intensité, dans le cas des 
sources à répartition spatiale ; cf. plus loin), alors que le degré de 
polarisation du rayonnement et l'angle y s'expriment comme 


n = V@HUE+ vi 


et 


a U. 


r (5.30) 


(5.31) 


C 


Des deux valeurs de l'angle x (0 & x << x) définies par l’équa- 
tion (5.31) on choisit celle qui appartient au premier quadrant, si 
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U, > 0, et au deuxième, si U, << 0. Par définition, l’angle % caracté- 
rise la direction dans le tableau dans laquelle l’intensité de la com- 
posante polarisée est maximale; cet angle se lit dans le sens des 
aiguilles d’une montre à partir de la direction retenue (dans le cas 
considéré, de la direction s,). En l’absence de polarisation elliptique 
et circulaire, V, — 0 et 


np —/mex—/min 
Tmax + {min ° 


Examinons maintenant le rayonnement d'un système de particu- 
les. Soient N (6, R, t) dé dV dQ@, le nombre de particules dans 
l'élément de volume dV — R*° dR dQ, dont les énergies sont déli- 
mitées par l'intervalle &, 6 + dé, et les vitesses, par l’ouverture 
de l’angle solide dQ au voisinage de la direction t. Le rayonnement 
des électrons isolés étant incohérent et les paramètres de Stokes 
dans notre cas étant additifs, l'intensité du rayonnement du système 
dans la direction k de l'observation *) est 


L,=1(v,k)= | LV ER LV N(E R,Tt)d£ dO.R?dR. (5.32) 


Ici 7, (v, 6, KR, %, +) est défini par la première des expressions 
(5.28), et l'intégration sur dR se fait suivant le rayon visuel dans 
la direction k. D'une façon analogue on exprime les autres para- 
mètres de Stokes. 

Soulignons qu’à la différence des paramètres de Stokes du rayon- 
nement d’un électron isolé (5.28), dont la dimension est celle de la 
densité spectrale d’un flux d'énergie du rayonnement, l’expres- 
sion (9.32) détermine l'intensité du rayonnement, c.-à-d. le flux 
d'énergie passant à travers l'unité de $urface perpendiculaire à la 
direction de l’observation, rapporté à l'unité d'angle solide et l’uni- 
té d’intervalles de fréquence. En radioastronomie, l'intensité du 
rayonnement se mesure en unité W-m*-Hz-!-stérad-! — 10-* erg 
cm?s"l.Hz-lsr-!, Comme unité de flux on utilise souvent l’« unité 
de flux » — 1 jansky — 10% W-m-*-Hz-! = 10-% erg-cm“s-'Hz"!. 

Si les dimensions angulaires de la source (du système émetteur 
d'électrons) sont petites, la valeur mesurée par expérience (de même 
que dans le cas d’une particule isolée) est alors la densité spectrale 
du flux de rayonnement 


D,— | I, 48 = | LL, ER, 0 VPN (ER, tv) dé dQdV] (5.33) 


où dV — R°dR dQ, et l'intégration porte sur le volume tout entier 
de la source. 


*) Dans ce qui suit, on entend par direction d'observation (direction du 
rayon visuel) la direction du vecteur c’onde k, c.-à-d. celle d’où vient le rayon- 
nement observé. 
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Pour (5.32), (5.33) et pour les expressions analogues relatives 
aux autres paramètres de Stokes appliqués au rayonnement synchro- 
tron, on peut, pour une distribution arbitraire des électrons 
N (6, R, t) intégrer sous la formé générale sur dQ.. En effet, l’ex- 
pression sous le signe d'intégration n’est pratiquement différente 
de zéro que dans une petite marge des angles Av — mc?/6 : c'est pour- 
quoi pour intégrer sur d(è, ce n’est que la contribution d’un secteur 
annulaire étroit AG. — 2" sin &œ Av où & = y — ÿ = y est l'angle 
entre la direction d’ observation k et le champ magnétique H *), 
qui est importante. La distribution des électrons suivant les direc- 
tions ne change pratiquement pas dans les limites du petit angle 
solide AQ, et on peut poser N(6,R, t)=N(6,R, k), où k 
est la direction du rayonnement (dans le sens de la source vers 
l'observateur), suivant le rayon visuel), alors que l'intégration sur 
peut être extrapolée au domaine tout entier de —c à o. Alors, 
compte tenu des relations [48, 491]. 


V33H v e v \- | 
| PS dh= pe 7 | | Ks/3 1) dn+ Kays (7 ) |: | 
us | ec | (5.34) 
| pp dp=VSSE + De $ [ Ksys (n) dn—Kays (= DE 


on tire de (5.28) et (5-32) 
I, =7T(v, k) = 


=" | dédRN(E,R, kW) Hsinx (©) | Æssman (5.35) 
)} 

Dans le cas général, l’intensité du champ H, l'angle « = # 
entre H et k, ainsi que la densité (concentration) des particules 
N (6, KR, k) dépendent ici de KR. 

Les autres paramètres de Stokes peuvent être exprimés d’une 
façon analogue; par exemple 


Vis [dB ARN (8, R, k)Hsinxcos%(%) K3 (2) (5.36) 


Le paramètre de Stokes U (v, k) ne se distingue de Q (v, k) que 


par le cos 2y remplacé dans l'expression sous le signe d’intégration 
de (5.36) par sin 24. Quant au paramètre V (v, k) caractéristique de 


*) Dans ce qui suit nous ne distinguons pas les angles & et z; ce qui est, 
évidemment admissible, puisqu’une particule ultra-relativiste ne rayonne pra- 
tiquement que dans la direction du mouvement. 
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la polarisation elliptique du rayonnement, dans l’approximation 
ultra-relativiste envisagée il s'avère nul. En effet, on voit aisément 
de (5.17) et (5.28) que 


/2 
Ve 2E (14) Kiss (es) Kuga (8). 


Cette fonction étant impaire, son intégrale sur tous les + s’annu- 
le, et par conséquent, V (v, k) — 0. Ainsi le rayonnement d’un 
système d'électrons s'avère linéairement polarisé. Ce résultat est 
vrai aux termes d’ordre mc°/6 près, et on le comprend sans peine 
si on se rappelle que le signe de détermine la direction de la rota- 
tion du vecteur électrique dans l'onde émise par un électron isolé. 
Puisque la.puissance du rayonnement (cf. (5.21) et (5.22) ou (5.26) 
et (5.27)) ne dépend pas du signe de w, alors que la distribution des 
particules suivant les directions du mouvement dans la limite 
de très petits angles ÿ < mc°/6 est pratiquement constante, l’ap- 
port au rayonnement dans la direction donnée des particules de 
positif et négatif est le même, et la polarisation est linéaire. 

Dans le cas ultra-relativiste une polarisation elliptique sensible 
ne pourrait apparaître que pour une distribution nettement aniso- 
trope des vitesses des électrons. A cet effet il faudrait que la distri- 
bution varie sensiblement dans les limites d’un très petit angle 
v — mc°/6 et de plus, justement dans la direction de l’observation. 
Si encore on tient compte des fluctuations éventuelles de la direction 
du champ magnétique, il devient clair que sa réalisation impose des 
conditions très spéciales (sous ce rapport, les pulsars présentent 
un intérêt particulier). 

Donnons maintenant les expressions de l’intensité et de la pola- 
risation pour certains cas concrets, importantes notamment pour 
des applications astronomiques. 

Si l’énergie de tous les électrons est la même (spectre monoénergé- 
tique) et le champ magnétique homogène, d’après (5.35) l’intensité 
du rayonnement s'écrit 


363 C 
= LE Nb Hsinx © | Kss(Dén=mNe)p(, (5.37 
VIN 
où V, (k) = | Ne (R, k) dR est le nombre d'électrons dans l'angle 
solide unité le long du rayon visuel, et dont les vitesses sont dirigées 
vers l'observateur. 


(5.30) et (5.36) montrent que dans ce cas le degré de polarisation 
est 


. K213 (V/Ve) = | 1/2 pour v<v, 


(5.38) 
= 1— 2/3 (v./v ur vV>v 
| ki (man (ve/v) pour v> 


VIYe 
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Puisqu’en approximation considérée l'intégration sur la distribu- 
tion angulaire des électrons est équivalente à l'intégration de la 
puissance rayonnée par un électron isolé suivant toutes les directions, 
l'expression (5.37) ne se distingue de la distribution spectrale de la 
puissance rayonnée totale (dans toutes les directions) d’un électron 
isolé que par le facteur NW, (k): 


SH, 


mc 


— SH si C ee 
POS VIRE | Kiss (mn) dn= V3 
vINQ 


F (=) . (5.39) 


Le graphique de la fonction F (x) = z [ K5/3 (N) dn, qui maté- 


A 4 
rialise la distribution spectrale de la puissance rayonnée est repré- 
senté sur la figure 5.6, et sa valeur, ainsi que celles de la fonction 
Fh(x) = zK aa (x) sont données dans l'annexe 4 en fin de [39] (d’après 
(5.38), la polarisation Il = F, (x)/F (z)). Notons que le maximum 
du spectre du rayonnement synchrotron d’un électron isolé corres- 
pond à la fréquence 


Vm % 0,29v, = 0,072 { ) =1,2.104H, (5) — 


met 


—1,8.108H , (8 (erg)?=4,6.10H, (8(eV)ÿ2  (5.40a) 


Ici la fréquence est exprimée en hertz. 
Pour la fréquence maximale (5.40 a), la densité spectrale de la 
puissance rayonnée totale d'un électron isolé est égale à 


eH 
Pm= P (Vm=0,29v.) & 1,6 CU = 2,16.10-2H , erg-s"!.Hz"!, (5.408) 


Si on ne parle pas du facteur numérique, c.-à-d. si l'estimation 
ne porte que sur l'ordre de grandeur, cette dernière relation s'obtient 
aisément de la façon suivante. Des considérations qualitatives et 
la figure 5.6 montrent clairement que la largeur du spectre du rayon- 
nement de l’électron Av =wv.-6. = (eH ,/mc) (6 /mc*)*. On peut poser 
que la puissance totale du rayonnement synchrotron compte tenu 
des remarques ci-dessus, est égale aux pertes (5.24). Il est évident 
que la densité spectrale de la puissance du rayonnement 


PE) _ PE). FH, 
Av V 


PV) -—5— 2 gr 


ce qui s’accorde avec (5.8); cette estimation est donc reprise ici 
pour plus de commodité. 
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Le spectre énergétique des électrons dans le sens du rayon visuel 
peut souvent être approximé dans un intervalle limité des énergies 
par la fonction puissance de la forme 


Ne(E, k)d8=K.(k)8 "d8, 81 <8<E: (5.41) 


Ici V. (6, k) est le nombre d'électrons suivant le rayon visuel, 
qui se déplacent vers l'observateur, rapporté à l'angle solide unité 
et à l'intervalle d'énergie unité. 

Pour les électrons responsables du rayonnement radio cosmique 
une telle approximation est généralement admissible dans une 
marge assez grande d'énergies; de plus, on peut souvent admettre 


0 0,29 1 2 6] 4 
v/% 


Fig. 5.6. Distribution spectrale de la puissance du rayonnement total (dans 
toutes les directions) émis par une particule chargée se déplaçant dans un champ 
magnétique (cf. (5.39)) 


que les limites &, et &, du spectre (5.41) soient telles que dans la 
marge des fréquences qui nous intéressent, le rayonnement des 
électrons d'énergies 6 << @1 et 6 6, soit négligeable. Sous 
cette hypothèse, la fonction (5.41) peut être utilisée pour les inté- 
grales (5.35) et (5.36) sur l’intervalle d’énergie tout entier, et c’est 
pourquoi (avec y >> 1/3) on peut appliquer les relations 


ÉRATÈEE 


= AT ( 3v— 1 ) r (24) ET 


12 12 amies , 
oo co (5.42) 
| 8" (+ | K 5/3 (n) än) d& = 
0 ve 
ee v+7/3 nf 3v—1 3y+7 3eH sin 4 11/2(Y-1) 
ie y+1 r'{ 12 }r 12 ] 2rumscsv , 
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où F'(x) est la fonction eulérienne gamma. Alors, (cf. (5.35)), on 
obtient l'expression suivante de l'intensité du rayonnement d’un 
système d'électrons de spectre énergétique (5.41) dans un champ 
magnétique homogène H: 


Lo (k) = I r ( + — )r (5) s E pt 


x K,(k) (A sin 4) /7%+0) 41/2071), (5.43) 


où XÆ, (k) est le coefficient de (5.41). 
Admettons que la distribution des électrons soit uniforme et 
isotrope, C.-à-d. 


N (6, R, k) = N, (8), 


N.(8)d&= KE "dé (5.44) 


est le nombre d'électrons par unité de volume se déplaçant dans 
des directions arbitraires et dont les énergies s’échelonnent de 6 
à 6 + dé. Il vient 


K.(k)=- KL, (5.45) 


où X, est le coefficient de (5.44), et L, l’étendue du domaine radiant 
suivant le rayon visuel. Constatons que dans le cas général X, (k) 
dépend de l’angle x entre la direction du champ magnétique et le 
rayon visuel. 

Dans le cas d’un champ homogène la polarisation du rayonne- 
ment dépend seulement de l’exposant y du spectre (5.41) et, comme 
on peut le déduire de (5.30) et (5.42), elle vaut 


v+1 
IL — +73 ? (5.46) 
ce qui fait 75 % avec y — 3 et 69 % avec y — 2. 

Dans le cas du rayonnement synchrotron des électrons cosmiques, 
les formules (5.43) et (5.46) sont en général inapplicables du fait que 
le rayonnement observé s’accumule à partir d’une vaste région de 
l’espace, où le champ magnétique de diverses parties est orienté de 
façon différente. On peut admettre que dans le sens du rayon visuel, 
les directions du champ magnétique sont en moyenne chaotiques. 
C’est le cas où le rayonnement n’est pas polarisé et où l'intensité 
s’obtient aisément en prenant la moyenne de (5.43) dans toutes les 
directions du champ magnétique. Puisque 


I = 
1/20 1) cc __Var(4/4(v+5)) 
1/2 (sin #) sin % dx — D PAGE) (5.47) 
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le calcul de cette moyenne conduit à l’expression suivante de l’inten- 
sité du rayonnement dans le cas d’une distribution uniforme et iso- 
trope des électrons de spectre énergétique (5.44) dans un champ 
magnétique nn 


3e 1/2(Y-1) 
I=Il=a() r rm) 


- : 1/20v+1) [ 6,26-1018 \1/2(Y-1) erg 

= 1,35-40"%a (9 LKR ) CERTES 
(5.48) 

Ici À, est le coefficient de (5.44) associé à l’unité de volume; par 

H*/2(Y+1) il faut entendre la moyenne de cette quantité dans le 


domaine radiant ; & (y) est le coefficient dépendant de l’exposant y 
du spectre énergétique 


LV ST (By OADT (GEI HEIE) (5.49) 
8V n(y+1)T ((v+7)/4) 


H'POHOLEK v-1/24v-1) — 


a(v)= 


Les valeurs du coefficient & (y), ainsi que les valeurs d’autres quanti- 
tés données dans ce qui suit sont consignées sur le tableau 5.1. 


Tableau 5.1 


Y | 1 | 1,5 2 2,5 3 | 4 ñ 
a (y) 0,283 0,147 | 0,103 | 0,0852 | 0,0742 | 0,0725 | 0,0922 
a’ (y) 0,31 0,22 | 0,45 | 0,11 0,074 | 0,036 | 0,018 
ya () 0,80 1,3 1,8 2,2 2,7 3,4 4,0 
yo () 0,00045 | 0,011 | 0,032 | 0,10 | 0,18 | 0,38 0,65 


Comme le montrent les expressions (5.43) et (5.48), au spectre 
puissance énergétique des particules émettrices d’exposant y corres- 
pond le spectre puissance fréquentiel du rayonnement 


I, NT, a—1/2(y—1). (5.50) 


Vu le grand rôle de la formule (5.50) déduisons-la également 
par une méthode approchée bien simple. Plus précisément, négli- 
geons la largeur du spectre du rayonnement d’un électron, en ad- 
mettant que le rayonnement tout entier soit émis à la fréquence v = 
= Vm, Celle du maximum du spectre (cf. (5.40)). Alors, l'énergie 
d'un électron s'exprime à l’aide de la fréquence v; de plus, 


v &run3cS 
é2 = ( : 515) (ee A, —) - Ensuite, la puissance totale du rayonne- 
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ment d'un électron ultra-relativiste est donnée par l'expression 
connue (cf. (5.24)) 


dé | 
— = F = 2/3 | 


et \2 572 / 8 \2 
=) Hi) - 

Sous les hypothèses avancées relatives au spectre électronique 
(5.44), l'intensité du rayonnement accumulé sur le parcours L est 


L & 
Isdv=— PK,E Y dé|— 


, 3 [ 3e 1/2(v-1) _—_ 
—4 ME) HE LK,v-UUv-1) dv, (5.51) 


où a’ (y) = 0,31 (0,2%)! *(Y-1) et où on a tenu compte qu'en moyenne 
pour un champ chaotique H4 — 2/3H*. La formule (5.51) ne se 
distingue de (5.48) que par le facteur a’ (y) qui a remplacé a (y); 
pour les valeurs 1 < y < 4 ces facteurs ne diffèrent pas plus que 
du simple au double (cf. tableau 5.1). 

Outre l’intensité Z,, on utilise souvent le pouvoir émissif e,, 
énergie émise par unité de temps par unité de volume dans un angle 
solide unité. On voit aisément que pour un rayonnement isotrope 
(en moyenne) accumulé sur le parcours Z, 


ey = 1 /L. (5.52) 


Parfois on utilise également le pouvoir émissif d’une unité de 
volume dans toutes les directions du rayonnement. Pour un rayon- 
nement isotrope il vaut 4xe,. Dans le cas du rayonnement synchro- 
tron des électrons de spectre puissance l’intensité 7, qui figure ici, 
est définie par l’expression (5.48). Il est évident que pour les élec- 
trons monoénergétiques 


= LUN. (5.53) 


où p (v) est la puissance rayonnée totale (cf. (5.39)) et V., la con- 
centration des électrons émetteurs (cf. également (5.37) à NV, (k) = 
= N,Ll4n). 

Le pouvoir émissif maximal, c.-à-d. le rayonnement de fréquence 
Vm (cf. (5.40)), s'écrit 


1,710 23H ,N,— T8, (5.54) 


cm3-s.s-Hz ° 
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L’intensité maximale fournie par les électrons monoénergétiques 
à distribution isotrope est égale à 


n | en dR=— 1,7-10-8H, | N,(R)dR —TE 


cm°.s-sr-Hz 


= -26 e W 
—1,7.1072%H, | Ne(R)dR—. (5.55) 
Dans les cas où les formules (5.54) et (5.55) s’'emploient pour éva- 
luer la concentration V, suivant les valeurs mesurées de J,, un tel 
calcul fournit de par son sens même la valeur minimale de W.. 
Nous avons supposé ci-dessus que pour une gamme d'énergies 
suffisamment grande le spectre énergétique des électrons est un 
spectre puissance (cf. (5.41) et (5.44)). Donnons maintenant une 
estimation quantitative de cette gamme. Si les conditions 


4ñmcev 1/2 v 1/2 
é< mc Era 2,510 | eV, 


Axmcv 71/2 An v 
epne(one) 7254057] 
sont remplies, pour la fréquence v donnée, l’erreur due au remplace- 
ment dans (5.35) et (5.36) des limites d'intégration par 0 et c respec- 
tivement ne dépasse pas 10 % pour chacune des limites. 

Les valeurs des facteurs y, (y) et y. (v) pour des y différents 
sont consignées sur le tableau 5.1. On voit que la marge des éner- 
gies dont l’apport est le plus gros dans le rayonnement de fréquence 
donnée dépend essentiellement de l’exposant y. Pour y > 1,5 
(œ > 0,25) plus de 80 % de rayonnement de fréquence donnée est 
fourni par les électrons d'énergies qui ne diffèrent pas plus que du 
simple au décuple. Pour y << 1,5 cette marge d'énergies croît rapi- 
dement et pour y —> 1/3 (&œ —> —1/3), elle s'étend à l'infini. Il en 
est ainsi parce que dans le domaine des fréquences v inférieures à 
Vm, l'intensité du rayonnement d’une particule isolée p, = p (v, €) — 
nm (V/vc)l 3 = vt/:€ “*/3, et pour le spectre (5.41) l'intensité globale 
AE [ p (v, )N (€) de — [ d£lg V3 n'est pas limitée si 
le spectre énergétique des particules d'exposant y < 1/3 s'étend à 
des énergies aussi grandes que l’on veut. 

La valeur &« = —1/3 est évidemment une valeur minimale pour 
le rayonnement synchrotron dans le vide, puisque même le spectre 
du rayonnement d’une particule isolée ne contient pas de plages à 
croissance plus rapide de l'intensité avec la fréquence. 

L'application de la théorie à l’astrophysique impose souvent 
l'évaluation de la marge d'énergies des électrons (81, 62) qui rayon- 
nent le spectre puissance (5.50) dans l'intervalle des fréquences 
Vi, Ve. Si cette marge est suffisamment grande (ve/vi > Y1 (Y)/ÿe (v)), 
les résultats susmentionnés permettent de conclure que le spectre 


7—0406 


| (5.56) 
HE ov. 
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puissance énergétique des électrons doit s’échelonner au moins 
suivant les énergies 1 << € << &,, où 


1/2 2 
_4nmevs ]1/ &2,5.102[ V4 1/ eV, 


MC] er (y) y1 (V) 4 (5.57) 
æe __… ol 4nmevs 71/2 1/2 7e 
ame [A n. RES Or QE 


Mais si l’intervalle des fréquences ou & sont petits (pratique- 
ment œ << 0,25, c.-à-d. y << 1,5), l’évaluation de la gamme des 
énergies des électrons ne peut être que grossière, puisqu'on doit 
admettre que le rayonnement tout entier d’un électron d’énergie € 
se produit à la fréquence v,, = 0,29v compte tenu de la liaison 
H, Vi H.De plus, dans (5.57) il faut poser y, (y) — y2 (y) — 0.24. 

Nous avons donné précédemment les expressions de l’intensité du 
rayonnement synchrotron pour deux cas limites envisagés générale- 
ment, pour celui d’un champ homogène et celui d’un champ complè- 
tement chaotique. Le premier de ces cas est caractérisé par la pola- 
risation maximale au possible, dans le deuxième, le rayonnement 
n’est pas polarisé du tout. Le choix de l'expression à employer 
est guidé en premier lieu par la mesure de la polarisation. Pourtant, 
dans ceux des cas connus où la polarisation du rayonnement syn- 
chrotron cosmique est observée, elle s'avère en général bien infé- 
rieure à celle d’un champ homogène (cf. (5.46)). Ceci peut signifier 
avant tout que dans la région émettrice le champ magnétique n'est 
pas strictement homogène. Pour un tel cas « intermédiaire », le 
_calcul du degré de polarisation des deux modèles de champ magnéti- 
que est décrit dans fs 50] (le résultat est donné également dans [38, 39]). 

Dans la plupart des cas, les observations radioastronomiques se 
ramènent à la mesure de l’intensité 7. Cependant, un rôle de plus 
en plus grand est joué par les mesures de la polarisation et nous 
sommes sûrs que la tendance générale consiste à mesurer tous les 
paramètres de Stokes tant pour le rayonnement radio que pour le 
rayonnement des autres gammes de fréquences. Néanmoins, l’inten- 
sité Z reste la caractéristique principale du rayonnement cosmique. 
Dans le cas du rayonnement synchrotron radiocosmique dont le 
spectre et certaines autres caractéristiques (par exemple, l’intensité 
très élevée) permettent de le distinguer du rayonnement radiother- 
mique, les mesures d'intensité servent pour évaluer la concentra- 
tion et l’énergie des électrons relativistes (composante électronique 
des rayons cosmiques) loin de la Terre. 

Les dimensions angulaires des nébuleuses galactiques et extra- 
galactiques, sources discrètes de rayonnement radio non thermique, 
sont en règle générale petites et dans les cas courants on mesure 
non pas l'intensité 7, mais la densité spectrale du flux de rayonne- 
ment ®, (cf. (5.33)). Cette grandeur est définie comme un flux 
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d'énergie du rayonnement dans un intervalle de fréquence unité 
qui frappe suivant une normale une aire unité 


D,= | 7,40. (5.58) 


où l'intégration se fait sur l’angle solide tout entier qui correspond à 
la source. Si la dimension linéaire L de la source est petite par rap- 
port à sa distance À, et si la valeur absolue de l'intensité du champ 
magnétique et la concentration des électrons relativistes peuvent 
être considérées approximativement comme constantes suivant le 
volume de la source, alors (5.48) et (5.58) entraînent 


ei 3e  \1/20v-1) K-H1/2%+1) 
Dar) —— } > — 


PS LE 1/21) — 
mc? \ 4rnm3cs de re 


: KyH1/2%+1) ;6,26.1018\1/2Xv-1)  erg 
= 1,35.107%2a (7) — (—) cnés-fr 


(5.59) 


où À y — K,V est le coefficient du spectre énergétique des électrons 
rapporté au volume total de la source V = n£L°/6. On suppose ici 
que le spectre énergétique des électrons est de la forme 


N(E)d&=KY€ de (5.60) 
et sa marge des énergies est 


vi 1/2 - Vo 1/2 
2,540 (4 —.) LE (eV) <2,5-107 PA ) (5.61) 


(cf. (5.57)), où v, et v, sont les fréquences associées aux limites de 
la plage des ondes radio considérée dans laquelle l’exposant spectral 
@ = 1/2 (y — 1) est constant. 


En exprimant X, par la densité spectrale du flux de rayonne- 
ment ®,, observée à une certaine fréquence on obtient 


7,4-1021R: v 1/2(Y—1) 
KV = nd (T0) EL 
On peut en déduire le nombre total des électrons relativistes de 
la marge des énergies indiquées 
62 
Ne= [ Ky& dE = 
8: 
7,4 101R°2O, [ ya (y) v 71/21) [ya () va \1/207-0 
RL a) ln cd }- (6.63) 


Cette formule est, certes, approximative, puisque pour passer 
de £1, €+ À V1, V2 On a utilisé les inégalités (5.61) qui déterminent 
chacune des limites seulement à 10 % près. Etant donné que dans 


les cas courants v1 < v,. et yo (y) << y: (v), le nombre d'électrons 
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pratiquement défini seulement par la limite inférieure de l’inter- 
valle fréquentiel est égal à 


7,4.10°1R2©, 1/2(v—1) 
Ne (61) G=DaA Hw? | : (5.64) 


Les valeurs des facteurs a (v) et y. (y) sont données dans le tableau 5.1. 

D'une façon analogue, l'énergie totale des électrons d’une source 
responsables du rayonnement dans l'intervalle des fréquences obser- 
vées V1 < VS Ve peut être mise sous la forme 


€2 
W= | ke tag A (y, Le, (5.65) 
6: 
où 
2,96- 1012 v1/2[ 41 (y) v 11/2012) 
5-50 Dan Le ] 
ya (Y) va 11/20 2) 
| x {1— Era É V7?) 
A(Y, 13,1/2 y (Y) Ve = = 
(y, v) = À 1,44.101%1/2In [ee], y=—2, (5.66) 
2,96-1013 5 Pya(n v1t/2-2) À 
pe” e ] ” 
Fret) i/2e-v 
| X{1 Éd }: VI<y< 2 


Avec y << 1,5 (<< 0,25), la formule donnée pour À (y, v) ne 
peut s’employer en fait que pour des estimations grossières; de 
plus, nous sommes légitimés de poser y, (y) = y: (y) = 0,24; ceci 
répond à l'hypothèse qu’un électron d'énergie 6 émet seulement à 
la fréquence v — vh —= 0,29 (cf. 5.40a)). 

Si l’on connaît la distance à la source R et le flux de rayonnement 
d’une certaine fréquence Ov, en connaissant l'intensité du champ 
magnétique H on peut déterminer d’après l'expression (5.65) l'énergie 
totale des électrons relativistes de la source. Malheureusement, pour 
l'instant il n’existe pas de méthodes bien sûres pour évaluer l’inten- 
sité du champ magnétique des sources (toutefois, nous en reparle- 
rons plus loin) et c’est pourquoi le calcul de W, impose certaines 
hypothèses supplémentaires. 

On adopte généralement comme hypothèse principale que dans 
la source l’énergie du champ magnétique W,; et l’énergie des parti- 
cules relativistes (rayons cosmiques) W,.. sont de même ordre de 
grandeur, ou tout simplement en première approximation, sont 
égales entre elles. En fait, pour la puissance donnée du rayonne- 
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ment synchrotron *), cette hypothèse correspond à l'énergie totale 
minimale d’un système champ-particules. Par ailleurs, un champ 
magnétique à densité d'énergie sensiblement inférieure à celle des 
particules relativistes ne pourrait retenir ces particules dans le 
volume limité de la source et leur écoulement amènerait le système 
de par lui-même à un état voisin d’un quasi-équilibre énergétique 
entre le champ et les particules relativistes. Assurément, on suppose 
ici que dans les conditions qui nous intéressent, le système peut en 
général se trouver en un état quasi stationnaire, S'il s’agit par 
exemple, d'éjection d’un nuage de particules relativistes par l’explo- 
sion du noyau d’une galaxie, il se peut qu "apparaisse un état de 
déséquilibre marqué tel que dans la période qui nous intéresse l’éner- 
gie des rayons cosmiques du nuage soit sensiblement supérieure à 
l'énergie du champ magnétique. Toutefois, probablement, la durée 
de la phase de déséquilibre importante lorsque les particules quit- 
tent le nuage, est relativement peu grande. Quoi qu’il en soit, dans 
de nombreux cas, on est autorisé d'admettre que 


Wa=%aWiec., Xkn À, (5.67) 


où X*x# est un coefficient numérique; W:; — (H*/8x)V, l'énergie 
totale du champ magnétique, et W,..., l’énergie totale des parti- 
cules relativistes (rayons cosmiques et électrons) dans la nébuleuse 
émettrice des ondes radio. 

Les données d'observation sur les ondes radio permettent de 
juger seulement de la quantité et de l’énergie des électrons de la 
source; c’est pourquoi pour déterminer l'énergie totale W,... de 
toutes les particules relativistes, il faut établir la relation entre 
cette grandeur et l'énergie W. des électrons relativistes. I] n'existe 
pas actuellement de méthodes quelque peu sûres pour apprécier la 
part de W, dans l'énergie totale W,... (cf., pourtant, plus loin); 
on admet donc comme seconde hypothèse importante que dans la 
source l'énergie de tous les rayons cosmiques est tout simplement 
proportionnelle à l'énergie des électrons relativistes 


We. =xkW,, (5.68) 


où %*x, est un coefficient numérique. 

Nous examinerons encore au chapitre 15 l’astrophysique des 
rayons cosmiques, ou comme on le dit plus souvent, le problème 
de l’origine des rayons cosmiques. Mais dès à présent il est commode 
de dire que pour les rayons cosmiques de la’ Galaxie x, — 10° 


*) L'énergie totale des particules et du champ magnétique de la source, 
en tant que fonction de l’intersité du champ, la puissance du rayonnement 
étant donnée. vaut W = Wy + Wrc. = C1H° + CH, où C; et C>: sont 
des coefficients indépendants de H (ci. (5. 65) et plus” loin (5.68)). En détermi- 
nant le minimum de cette expression par rapport à //, trouvons que l'énergie 
totale est minimale sous la condition W}; = 3/4 We. 


102 CHAPITRE 5 


(x, — 10° au voisinage de la Terre et probablement dans la plus 
grande partie de la Galaxie, mais non nécessairement partout; 

ainsi, il se peut très bien que dans le voisinage du centre galactique, 
Xe D 10°; cf. [51]). Si les rayons cosmiques sont générés par le Soleil, 

Xe D 1. Des considérations théoriques font également conclure que 
Xe à 1. Ainsi, dans les ondes de choc relativistes les particules accé- 
lérées par l’éjection acquièrent toutes la même vitesse; par consé- 
quent, leur énergie est proportionnelle à la masse. Par la suite, l’éner- 
gie des électrons peut tendre à égaler celle des protons et des noyaux. 
Mais d'autre part, les électrons subissent des pertes d'énergie par 
effets synchrotron et Compton, pratiquement inexistantes dans le 
cas des particules lourdes. Dans l’accélération statistique (accéléra- 
tion de Fermi) l'énergie des électrons est m/M fois plus petite que 
l'énergie des particules de masse /. Enfin, si les électrons et les 
protons sont accélérés dans un champ électrique (et en particulier, 
lorsque le champ magnétique « gelé » est perturbé), ils acquièrent en 
général la même impulsion. Cependant, dans ce cas là aussi les 
pertes supplémentaires font finalement que l'énergie moyenne des 
électrons est en général inférieure à celle des particules lourdes. Ainsi, 
dans les conditions cosmiques, il semble que l'observation de l’iné- 
galité 


ke D 1 (5.69) 


soit une norme, bien que cela ne soit pas de rigueur. 

Si l’on connaît le spectre de la source, ses dimensions angulaires 
et sa distance, on peut d’après le flux observé du rayonnement radio 
déterminer sous des hypothèses définies sur les valeurs de x; et x. 
tant l'intensité du champ magnétique que l'énergie totale des rayons 
cosmiques et des électrons de la source. Comme il s'ensuit de (5.65), 
(5.67) et (5.68), 


H=,, R°“O, = 
Wu=-V = XHKX À (Y, VE (5.70) 
d'où 
D, 72/7 
H — [ 48%. À (y, v) RG , (5.71) 


où À (y, v) est défini par les expressions (5.66); V — 1/6nL* est 
le volume; o = L/R, la dimension angulaire de la source. Alors, 
l'énergie totale des rayons cosmiques de la source vaut 


Wic.=%eWe= KW = 0198297 (x. (y, VD,RE] "7 (Rg)". (5.72) 


C'est à l’aide des formules indiquées et sous l'hypothèse que 
Xn 4 et x, — 10? qu’on a obtenu les estimations de W...., W, et 
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W, de la Galaxie, des sources galactiques, du rayonnement radio 
non thermique (en premier lieu, dans les enveloppes des supernovae) 
et d’autres galaxies normales, radiogalaxies et quasars. L'importance 
de tous ces résultats est difficile à surestimer (cf. notamment, [38, 
39, 52] et chapitres 15 et 17). Par ailleurs, pour rendre possible le 
développement de l’astrophysique des rayons cosmiques, il est 
très important de trouver le moyen de calculer indépendamment 
W...., W,. et W}, ou dans certains cas, ne serait-ce que l’une de ces 
grandeurs sans introduire des hypothèses sur la valeur d’une autre 
(ou, ce qui revient presque au même, sans donner les coefficients 
Xx et *X.). En principe ceci est possible. Ainsi la composante proton- 
noyau des rayons cosmiques des sources éloignées peut être déter- 
minée par la méthode de l’astronomie des rayons gamma, et notam- 
ment, par l'intensité des rayons gamma formés par désintégration 
des mésons x° qui à leur tour sont produits dans la source par les col- 
lisions entre les rayons cosmiques (protons et noyaux) et les noyaux 
du gaz interstellaire. On peut espérer que dans un proche avenir 
une telle méthode sera fructueuse (5 51] (pour plus de détails, cf. cha- 
pitre 17). En principe, il est également possible de déterminer simul- 
tanément W, et W,; (ou H), par exemple, en combinant les mesures 
dans les gammes des rayons radio et X. Plus précisément il s’agit 
du cas (parfaitement possible) lorsque le rayonnement radio d’un 
objet (par exemple, d’une radiogalaxie) est un rayonnement 
synchrotron, alors que les rayons X qu’elle émet sont dus à la dif- 
fusion Compton inverse des électrons relativistes dans un champ 
connu de rayonnement optique, infrarouge ou radio. Alors, si c’est les 
mêmes électrons relativistes, qui sont responsables des rayonne- 
ments radio et X (autrement dit, dans le cas du choix convenable 
des marges de fréquences), la valeur du flux des rayons X (si la 
distance à la source, ses dimensions et la densité d'énergie du rayon- 
nement diffuseur d'électrons, disons, du rayonnement infrarouge, 
sont connus) permet de définir les caractéristiques des électrons 
relativistes de la source (cf. chapitre 16). Ensuite, les données sur 
le flux et le spectre du rayonnement synchrotron peuvent également 
permettre de trouver le champ # de la source. Malheureusement, 
ce procédé n’a pu jusqu’à présent être appliqué à aucune source, 
le développement de l’astronomie des rayons X étant insuffisant 
et les difficultés liées à la démonstration de la nature comptonienne 
des rayons X trop grandes. Pourtant, on peut espérer que le succès 
nous attend dans cette voie aussi. 

À titre de conclusion faisons encore quelques remarques sur les 
limites d'application de la théorie exposée du rayonnement synchro- 
tron, ainsi que sur le rayonnement Compton synchrotron. 

Dans ce qui précède nous avons supposé que notre examen porte 
seulement sur les électrons ultra-relativistes, l’angle y entre k (ou v, 
ce qui dans notre cas revient au même) et H = H, étant assez grand 
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(condition (5.1)) et que la théorie classique du rayonnement peut 
être appliquée, c.-à-d. nous avons admis que la condition *) 


m°ci mec? mc° 
AR SU = 4.,4.1013 ——— 
H & z — :,4.10 3 (4.30) 
soit observée. 

Dans plusieurs cas nous avons adopté également que la force de 
réaction est petite devant la force de Lorentz, c.-à-d. utilisé la 
condition 


€ mc 108 
mes < 4 Hs x VHsiny. (4.44) 


Si cette dernière condition n’est pas respectée, l’électron se 
déplace non pas suivant une circonférence, mais suivant une courbe 
nettement spiralée de rayon décroissant (cf., par exemple, [33]). 
Ceci ne s’observe pourtant qu’à la distance entre les impulsions 
successives (cf. fig. 5.1; il en est de même pour le mouvement héli- 
coïdal). Quant à la forme de chaque impulsion, la condition (4.44) 
étant perturbée et (4.30) observée, elle ne change pas. Il en est 
ainsi évidemment parce que l’électron émet dans la direction donnée 
seulement pendant le temps At’ — mc/eH ,. Pendant ce temps, les 
pertes sont petites sous la condition. 

AH & \2 mc 
( | eH, <Ë 


m?c3  \ mc 


fi M 


ce qui conduit à l'inégalité 


Hi=Hsinx < (4.272) 


qui, au fond, coïncide avec la condition (4.27) obtenue sans qu’on fasse 
distinction entre les champs X et H, ; comme nous l’avons dit dans 
la note ci-dessous, on peut en dire autant de la condition (4.30). 
Si cette dernière est respectée, il en résulte que l'inégalité (4.27a) 
dont le second membre est 1/« = ficle® Æ 137 fois plus grand, est res- 
pectée à l’avance elle aussi. Ainsi, même si la condition (4.44) est 
violée, alors que (4.30) est observée, la forme du spectre continu 
du rayonnement synchrotron (c.-à-d. pour le cas où la moyenne 
est prise suivant les harmoniques) ne change pas. 


*) La condition (4.30) qui prévoit le remplacement de // par H, - 
— 1 sin 4 nécessaire dans le cas général, est équivalente à l'inégalité 2w,, < 
< 6, où wm — (eH ,/mc) (6/mc*)* est la pulsation associée au maximum du 
spectre du rayonnement synchrotron. Il est donc clair que Rob la « queuc » 
du rayonnement synchrotron, c.-à-d. dans le domaine des pulsations © © w» 
la condition (4.30) doit être remplacée par une condition plus serrée. 
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Dans ce qui précède nous avons encore complètement négligé 
l'influence éventuelle du milieu (plasma) dans lequel se déplacent 
les électrons rayonnants. Dans certains cas son action est très impor- 
tante et peut complètement modifier la situation (cf. chapitre 6). 

En examinant le rayonnement d'un ensemble des électrons rela- 
tivistes nous avons admis qu'ils émettent tout à fait indépendam- 
ment l’un de l’autre et se trouvent dans le champ magnétique donné 
H. Or, lorsque la concentration des particules rayonnantes est gran- 
de, premièrement, elles peuvent modifier le champ extérieur (dans 
le cas d’un champ magnétique il s’agit de l'effet diamagnétique 
et de l’induction mutuelle ; cf. section 6 de [31].)} Deuxièmement, et 
ceci d'habitude importe bien plus, pour une concentration des par- 
ticules émettrices suffisamment grande, il faut tenir compte de la 
réabsorption, c.-à-d. dans le cas d’un mécanisme synchrotron, de 
l'absorption du rayonnement par les électrons relativistes eux-mé- 
mes. On parlera de cet effet au chapitre 9. 

Ainsi, la théorie exposée du rayonnement synchrotron ne peut 
être appliquée que si l’on observe toute une série de conditions, 
ce qui ne dévalorise nullement la théorie puisque ces conditions 
sont souvent remplies. Mais dans le cas discuté, tout comme en 
physique en général, il est très important de tenir compte des restric- 
tions et des conditions d'application. De nombreuses erreurs qui 
se sont glissées dans la littérature (et celles qui n’ont pas « été ren- 
dues publiques », sont assurément bien plus nombreuses!) provien- 
nent précisément du fait que les limites dans lesquelles telles ou 
telles formules et expressions peuvent être utilisées ont été négligées. 
Il est tout aussi important qu'en rejetant une ou plusieurs restrictions, 
on peut souvent révéler des possibilités intéressantes, découvrir de 
nouveaux mécanismes et effets. 

Parmi les conditions qui justifient la théorie du rayonnement 
synchrotron, il y a l'hypothèse que son champ magnétique est homo- 
gène et constant. Nous n'avons pas repris ci-dessus cette condition 
puisqu’au fond c’est une condition de départ qui peut être considérée 
comme une définition : nous avons appelé rayonnement synchrotron 
le rayonnement des particules (charges) ultra-relativistes qui se 
déplacent dans un espace homogène et dans un champ magnétique H 
constant dans le temps. Pourtant, une question se pose naturelle- 
ment, à savoir, si le rayonnement a lieu dans un champ H (r, i) 
ou bien dans un champ électromagnétique E (r, t), H (r, t). 

Des considérations générales ont rendu déjà évident et nous 
l'avons souligné encore au début du chapitre 4, que de nombreux 
traits caractéristiques du rayonnement des particules relativistes 
ne sont pas liés au type du champ électromagnétique extérieur où se 
déplace la particule. En plus du mouvement dans un champ cons- 
tant H et, par conséquent, du rayonnement de freinage magnéti- 
que, un intérêt particulièrement grand présente le rayonnement 
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d'une charge qui se déplace dans le champ d'une onde électromagné- 
tique avec une pulsation w, = 2xv,. Le rayonnement aux pulsa- 
tions «© ainsi produit s'appelle d'habitude rayonnement diffus, 
du fait que dans ce cas on peut parler de la diffusion de l’onde de 
pulsation w, sur une particule (charge) en mouvement. Aux hautes 
énergies, lorsque les pulsations w ou w, sont comparables au quotient 
de l'énergie au repos mc° d’une particule par #, on dit généralement 
qu’on est en présence d’une diffusion Compton ou d’une diffusion 
Compton inverse *). Ce processus sera étudié au chapitre 16. Pour 
le moment, mentionnons le cas particulier intéressant qui, dans le 
cadre des applications astrophysiques, n'a attiré l’attention que ces 
dernières années, et notamment, après la découverte des pulsars. 
Il s'agit du mouvement et du rayonnement (diffusion) des particu- 
les dans le champ d’une onde électromagnétique de très basse pul- 
sation, par exemple, d’une onde de pulsation Q = w, émise par 
un pulsar ou une étoile à neutrons magnétique en rotation (pour les 
pulsars connus Q < 200 s-! et dans la plupart des cas Q = 2x/T, — 
= 1 — 10 s-1; cf. (16, 531). L'aspect particulier de ce cas peut être 
compris au moins partiellement, er considérant le mouvement 
d’une charge dans un champ magnétique variable H = H, cos Qt 
(on sait que dans des conditions déterminées, le champ électrique 
induit peut être petit devant le champ magnétique). Il est alors 
clair qu'une particule se déplace pratiquement comme dans un 
champ constant tant que 


; 2 
OH _ eHo (7 


se (Tr >. (819) 


Quant à son rayonnement, il sera le même que dans un champ cons- 
tant sous la condition 


NS D (5.74) 


mcQ 


I1 suffit de noter que sous cette condition, la durée caractéristi- 
que du rayonnement émis dans la direction de l'observateur At” — 
— mcleH,., est petite devant la période d'onde T, = 2x/Q. 

Dans la zone d'onde d’une source (disons, d’un pulsar), le champ 
électrique de l’onde £ = H, et même sous les conditions (5.73) ou 
(5.74), le rayonnement et le mouvement diffèrent de ceux qui ont 


*) Le plus souvent on appelle diffusion Compton la diffusion d’un photon 
sur une particule au repos. Quant à la diffusion Compton inverse, c’est la dif- 
fusion d'un photon mou sur une particule animée d'un mouvement rapide, 
c.-à-d. sur une particule de haute énergie. Il est parfaitement évident que dans 
les deux cas il s'agit au fond, du même processus qui se produit dans le système 
de référence donné sous les « conditions initiales » différentes, ou du même pro- 
cessus de diffusion qui se produit dans des systèmes différents, se déplaçant 
l'un par rapport à l’autre à une vitesse arbitraire v < c. 
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lieu dans un champ purement magnétique. De toute façon, sous 
la condition (95.74) et même pour f > 1, le rayonnement s'apparente 
pour beaucoup au rayonnement synchrotron; on lui donne parfois 
le nom de «rayonnement synchrotron Compton» (cf. (54-561). 
Le rayonnement synchrotron Compton diffère surtout du rayonne- 
ment synchrotron par sa polarisation circulaire dont le degré est en 
général d'ordre 1/f (le degré de la polarisation circulaire dépend du 
caractère de la polarisation de l’onde basse fréquence; pour plus 
de détails, cf. (54-56]); par contre, la polarisation circulaire du 
rayonnement synchrotron, est définie en général par le paramètre 
E — mc € (cf. plus haut; il s’agit du rayonnement de l’ensemble 
des particules). Certainement, le rayonnement synchrotron Compton 
mérite une analyse détaillée, mais nous allons nous borner aux 
remarques déjà faites et aux références. 


CHAPITRE 6 


ELECTRODYNAMIQUE 
DU MILIEU CONTINU 


Formalisme hamiltonien. Photons dans un milieu. Rayonnement de l'oscillateur 

dans des milieux isotrope et anisotrope. Rayonnement Tchérenkov. Effet Doppler. 

Oscillateur dans un milieu. Traits caractéristiques du rayonnement des particules 
qui se déplacent dans un milieu. Rayonnement synchrotron dans le plasma 


Si une source, une charge, par exemple, se déplace non pas dans 
le vide mais dans un milieu, l’allure du rayonnement peut changer 
du tout au tout. Il suffit de dire que pour le mouvement donné de la 
charge, elle peut en général tout en rayonnant dans le vide, ne rien 
émettre dans un milieu, et inversement, en l’absence du rayonne- 
ment dans le vide, émettre dans un milieu (dans ce dernier cas il 
s’agit en premier lieu du rayonnement d’une charge animée d'un 
mouvement uniforme. Pour exposer la théorie du rayonnement dans 
un milieu (en tenant compte de l'influence de ce dernier) le plus 
logique est de se baser sur l’électrodynamique générale des milieux 
continus ou, suivant une autre terminologie, sur l’électrodynamique 
macroscopique. Mais dans le cadre de notre cours il semble plus 
naturel d'aborder la théorie du rayonnement dans un milieu tout 
de suite après la théorie du rayonnement dans le vide. Pour ce qui 
est des principes de l’électrodynamique des milieux continus, bien 
qu’on suppose qu'ils soient connus du lecteur, nous allons rappeler 
les formules principales. Enfin, ce qui nous intéresse surtout ici, 
ce sont certaines questions de principe et le fond physique de la 
question. C’est pourquoi nous ne nous poserons pas pour tâche d’ob- 
tenir la généralisation maximale, et dans les cas courants, néglige- 
rons en particulier la dispersion spatiale en admettant souvent que 
le milieu est isotrope et transparent, etc. Quant aux questions plus 
générales de l’électrodynamique des milieux continus, nous en 
discuterons encore dans les chapitres 10, 12 (cf. également [57]). 

Les équations du champ dans un milieu peuvent s’écrire sous la 
forme 


4x . , 1 0D 
rot Ge | 
div D = 4xp, 
- 1 9H (6.1) 
ABS gr: 


div H=0. 
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Ces équations diffèrent de (1.1) par le champ électrique E rem- 
placé dans les deux premières équations par l'induction électrique 
D = E + 4xP. On admet que le milieu n'est pas magnétique (aussi, 
l'induction magnétique B = H; si l’on tient compte de la dispersion 
spatiale, on peut également faire de même pour un milieu magnéti- 
que; cf. [57] et chapitre 10). De plus, comme partout dans ce livre 
nous étudions seulement le milieu au repos (dans le système du 
laboratoire utilisé la vitesse du milieu est identiquement nulle). 
Enfin, si dans (1.1) la densité du courant se notait pv, dans (6.1) 
on a introduit la densité du courant j. Les deux premières équations 
de (6.1) amènent la relation (loi de conservation de la charge) 


divj+ 0. (6.2) 


On sait que le système (6.1) n’est suffisamment défini que si on 
exprime D par E (ou en principe, par E et H). Dans un milieu iso- 
trope sans dispersion spatiale et fréquentielle 


D(r, )=el(r, t)Elr, t). (6.3) 


Si le milieu est homogène dans l’espace et constant dans le temps, 
e — const. Pour les fréquences optiques et plus basses la dispersion 
spatiale est généralement faible et nous n'allons pas en tenir compte 
ici. Quant à la dispersion fréquentielle, elle est en général plus ou 
moins importante. Ce qui signifie que pour un milieu isotrope 

{ 

Dr, t)— Î é(r,t,t')Elr, t'hdt’, (6.4) 
où l'intégration sur t{ traduit la prescription imposée par le prin- 
cipe de causalité; si les propriétés du milieu ne changent pas avec 
le temps, le noyau æe(r, t, t') — æe(r, t —t'). Alors, en introdui. 
sant les composantes de Fourier pour E, 

1 + | 
E (r, 0) = | E (r, t)exp(iwt) dt, | 
Sn 

+oo | (6.5) 

E(r, {)— [ E(r, wo) exp (—iot) do 
et d’une façon analogue pour D, on obtient 

D(r, @)=e(r, &)E(r, ©), e(r, w) — | e(r, t)exp(iw.)dt. (6.6) 
0 


410 CHAPITRE 86 


Dans un milieu homogène æ (r, w) = e (w). Dans un milieu 
anisotrope (sans dispersion spatiale et dans le cas où les propriétés 
du milieu sont indépendantes du temps 


D; (r, ©)=eiy(r, ©) E,(r, ©), (6.7) 


où &;, est le tenseur de second ordre ; comme toujours on suppose que 
la sommation se fait suivant les indices deux fois répétés. 

En utilisant les relations (6.6) ou (6.7) il faut naturellement dans 
(6.1) passer également à la représentation de Fourier. Mais ceci n’est 
pas toujours commode puisque, par exemple, dans le formalisme 
hamiltonien utilisé dans ce qui suit, figurent explicitement les 
dérivées par rapport au temps. En même temps il s'avère qu’en 
appliquant le formalisme hamiltonien, on peut en général, d’abord 
négliger tout à fait la dispersion fréquentielle (c.-à-d. la relation 
entre £8;,; ou & et w) et puis, dans le résultat final, remplacer l'indice 


de réfraction # (dans le cas isotrope, n — Ve) par r (w) et par là-même 
tenir complètement compte de la dispersion fréquentielle [58-60]. 
Nous allons encore en parler, mais plus loin dans ce chapitre nous 
admettrons que dans les équations du champ, e = const (ou &;; — 
— const), ce qui ne concerne directement que le milieu homogène 
sans dispersion. Par ailleurs, nous adoptons que la quantité æe est 
réelle et positive (absence d’absorption et de réflexion interne totale ; 
cf. également plus loin). 
En introduisant de la façon habituelle les potentiels 


E — — 21% - grad p, H=rotA, (6.8) 
on déduit de (6.1) pour un milieu isotrope 
OA 4n . 
AA — 5 — grad NO Au A)=-<;, 
ân (6.9) 
Ag+— 2 div A= ——— 0. 
Si on utilise la jauge 
div A+<<t=0. (6.10) 
il vient 
eg OA 4n . eg of 4 
Avec la jauge div A—0, on obtient 
ÿ= À 4n . Ô an 
Me letters A0 0 (042) 


et 
F-E,+E, divE,=0, Ew=—+"%#f,E=—gradq. (6.13) 
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Le formalisme hamiltonien de l'électrodynamique des milieux 
continus se déduit tout à fait de façon analogue à celui du vide (cf. 
chapitre 1). Plus précisément, on utilise les expressions (6.12), 
(6.13) et les développements (on pose que e 0) 


A= ŸS  quAu, An—=V8r — €; cos (k;r) | 
À, i=1, 2 
Ans = V 8n — e} sin (kar), e:k — 0, e1 = 1, n=Ve, | (6.14) 
&nc? 
[AnrAurdV = Oauôi, 
ou 


A — > (gr Ax + gr Ai) , Aj1= V4 — €, EXP (ikar), 
À 


(6.15} 
exk=0, n—Ve, | AjAË dV = 41 = Eau l 


Bien entendu, les deux développements sont équivalents; dans tel 
ou tel cas il est plus commode d'employer l’un ou l’autre. Certaines 
réserves du chapitre Â, celles, par exemple, relatives à l'existence 
de deux vecteurs de polarisation e;, concernent également les dé- 
veloppements (6.14) et (6.15). 

On voit aisément que l’énergie du champ transversal 


eE? + H? _ 
Star | EE AV = 1/2 3 (ph:+oigh) = 
3. i 
— > (PaPi+ @ga4?), (6.16) 
À 
où 
Phi = Qui, Pi = Te = ki hi. (6.17) 


Ensuite, les équations du mouvement pour ga, ou g, se déduisent de 
(6.12) de la même façon que pour le vide et sont de la forme 


.e ” Â : 
Qui + Wiqui =— jAx: dV, (6.18) 
n+uin = + | jA? dv. (6.19) 
Le cas le plus général envisagé ci-dessous, correspond à la par- 


ticule de charge e, de moment électrique p (t) et de moment magné- 
tique pu (t). De plus, si on peut poser que la particule est ponctuelle, 
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ce qui est admissible pour le calcul de l’énergie rayonnée, et en 
général, du champ radiant, alors 


= pev+erotM+T —evs (r—r;)+crot{uô(r—r;)}+ 
ô 
+ {pô(r—r)}, (6.20) 
où r; (t) est le rayon vecteur de la charge et v — r, (t). Pour une 
charge (en l’absence des moments, c.-à-d. en admettant dans (6.20) 


que p = 0et u = 0), on obtient de (6.18), (6.19) 
qu + wiqu = V8 — (ex, v) cos (kari), | 


_ = (6.21) 
Que + Wige = V 8x — (ex, v) sin (kari). 
q—+wiq = VA — (e1. v)exp —(ikari). (6.22) 


Par rapport au vide, ce qui importe ici ce n’est pas tant l'appa- 
rition dans les seconds membres du facteur supplémentaire 1/7, que 
la modification de la relation entre w, et k;, c.-à-d. l'apparition du 
facteur e-! — n° dans la relation «of — (c?/n°) k? (cf. (6.17)). 
Le sens d’un tel remplacement est évident : dans un milieu de per- 
mittivité réelle e => 0 les ondes électromagnétiques se propagent à 
la vitesse de phase 


ne, (6.23) 
£ 


Ce résultat est certainement connu du lecteur, mais rappelons 
quand même que les équations homogènes (6.11) ou (6.12), c.-à-d. 
les équations sans charges et courants, le rendent immédiat. Ainsi, 
par exemple, dans ce cas (6.22) est l'équation des oscillations libres 
d'un oscillateur 


g+oig=0, w=— _ k,, qi=—=ciexp (iwit) + c2 eXp (— init); 
(6.24) 


il est donc évident qu'en l’absence de charges et de courants (6.15) 
est un développement par rapport aux ondes planes du type 


exp [+i(kir — kjt)] c.-à-d. aux ondes qui se propagent à la vitesse 


de phase (6.23). 

Pour un champ radiant libre dans un milieu la fonction de Hamil- 
ton est de la forme (6.16) et la quantification se fait de la même ma- 
nière que dans le vide (ceci se rapporte également, entre autres, au 
champ transversal dans un milieu en présence de courants et de 
charges: la quantification correspond au remplacement de p;, et 
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g:1 par les opérateurs vérifiant les relations commutatives (1.45). 
Il en résulte que le développement d’un champ libre dans un milieu 
par rapport aux ondes du type exp (+ik;r) (cf. (6.15)) conduit à la 
notion de « photons dans le milieu » d'énergie £; et d’impulsion px 


(6.25) 


Ro) h 
C 


E, = ho), Pi = Ak;, PA = 


Pour l'énergie, cette conclusion est évidente (cf. 1.43), (1.49) et 
(6.16). Dans le cas de l’impulsion, il faudrait trouver la valeur 
propre de l'opérateur d’impulsion du champ électromagnétique, 
mais l'expression correspondante s’écrivait pendant longtemps 
sous des formes différentes, la forme correcte faisant objet de discus- 
sion (il s’agit des tenseurs énergie-impulsion de Minkowski et d’Ab- 
raham). Actuellement, cette question est élucidée et nous l’exami- 
nerons au chapitre 12. Heureusement, sa résolution (qui impose, 
pourtant, une étude spéciale) est inutile pour résoudre les problèmes 
posés généralement par la théorie quantique du rayonnement dans 
un milieu [61-63]. C'est qu’en calculant les éléments matriciels du 
passage qui déterminent la probabilité de tels ou tels processus de 
radiation, l’opérateur du potentiel vectoriel fait évidemment inter- 
venir, les facteurs de la forme gq; exp (ik;r); ces facteurs figurent 
de pair avec les facteurs associés aux fonctions d'onde de la parti- 
cule, c.-à-d. pour les particules libres aux facteurs exp(ipr/h). 11 
est donc clair que suivant les lois de conservation de l’impulsion, 
l'apport du rayonnement dans un milieu aussi bien que dans le 
vide vaut Àk;,. Comme nous l’avons vu, dans un milieu, #k, — 
— hkw,n/c, ce qui conduit précisément à (6.25). Ainsi, d’une façon 
tout à fait indépendante de la question de la forme du tenseur éner- 
gie-impulsion dans un milieu, il est clair que l’énergie des « photons 
dans un milieu » qui figurent au fond pour les mêmes raisons que 
les photons dans le vide, est kw, et leur impulsion kwn/c (pour plus 
de détails, cf. [151] ; il s'agissait ci-dessus d’un milieu isotrope, mais 
la généralisation au cas d’un milieu anisotrope est également évi- 
dente : z = n,est alors l'indice de réfraction d’une onde « normale » 
correspondante; cf. plus loin). L'utilisation des idées quantiques 
ou, plus précisément, du langage quantique, s’avère assez commode 
pour résoudre toute une série de questions de la théorie du rayonne- 
ment dans un milieu. Nous y reviendrons au chapitre 7. 

Pour le moment, appliquons le formalisme hamiltonien (c.-à-d. 
au fond, le développement suivant les ondes planes) pour résoudre 
plusieurs problèmes de la théorie du rayonnement dans un milieu. 

Commençons par le rayonnement de l'oscillateur étudié déjà 
pour le cas du vide au premier chapitre. En posant dans (6.21) 


ri=r(t)=assinoot, V=r(t) = vo COS Opt — agwo COS Oo, 
Î À c 
n@p ? 


8—0406 
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où À — 2rc/now, est la longueur d'onde du rayonnement émis par 
l'oscillateur, on obtient l'équation (cf. (1.80)) | 


qua + oiqu = V87 — (evo) COS wot- (6.26) 


Tous les calculs ultérieurs se font de façon parfaitement analo- 
gue au cas du vide, mais le nombre d'états est maintenant 
| k?dk dQ n$o? do dQ 


HS (6.27) 


et finalement *) 
| 20204 
IDC tr ir Wa aan 2040. (6.28) 


dt t dt 8ncs 


La seule différence entre (6.28) et la formule (1.85) relative au 
vide est l’apparition du facteur n ((6.27) compte par rapport au cas 
du vide le facteur supplémentaire n°, mais comme on le voit de 
(6.26), l’expression de gi contiendra un facteur supplémentaire 1/r2). 
Pour tenir compte de la dispersion fréquentielle il faut poser n — 
— n (@o). Cette conclusion peut être justifiée d’abord quelque peu 
par le biais, et notamment, en comparant les résultats obtenus par 
l'application du formalisme hamiltonien et d’autres méthodes. 
Puis, si & — e& (w), les équations du champ peuvent s’écrire sous 
leur forme antérieure, disons sous la forme (6.11) ou (6.12), mais 


Pa 


en adoptant que € est un opérateur & tel que e exp (—iwt) = 
= £g (w) exp (—iwt). Ensuite, dans les équations (6.18), (6.19) 
figure avant l'intégration le vecteur d'onde k; et on peut admettre 
que nz —n(k;), w1 — ckaln (ka). Pour le champ radiant seule- 
ment, la pulsation © — w; — ck/n. c.-à-d. w et * sont liés par la 
relation de dispersion usuelle. Quant au rayonnement, nous n'y 
passons que tout à la fin en calculant l’énergie #8, pour les grands t 
(cf. chapitre premier et (6.28)). C’est donc pourquoi, comme on 
peut l’établir (cf. $ 25 de [45] et [58-60]), la dispersion fréquentielle 
ne doit être mise en ligne de compte que dans les expressions fina- 
les. Par ailleurs, certainement, le fait que le formalisme hamilto- 
nien ne tient pas automatiquement compte de la dispersion est son 
côté faible. Dans un certain sens on peut en dire autant du calcul 
non pas de l’énergie mais des champs eux-mêmes : il est parfois plus 
compliqué de le faire à l’aide du formalisme hamiltonien que par 
d’autres méthodes (cf. [59] qui tient compte également de l’absorp- 


*) Comme nous l'avons déjà souligné au premier chapitre, la sommation 
des développements (6.14), (6.15) se fait suivant la demi-sphère des directions k:. 
Donc, pour passer à l'intégration sur les angles, il faut introduire le facteur 
supplémentaire. 1/2 (si, comme d'habitude, dans les coordonnées sphériques, 
0< p< 2x et 0 L 0 < x, ce qui correspond à la sphère des directions toute 
entière; bien entendu au premier chapitre on a déjà tenu compte de cette cir- 
constance). e 
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tion). Ceci n’est pourtant vrai, en général, que pour un milieu iso- 
trope, où les « autres méthodes » sont en effet bien connues. Pour 
ce qui est du milieu anisotrope, le formalisme hamiltonien ne le cède 
probablement en rien aux autres méthodes, au moins en ce qui 
concerne sa généralisation et sa simplicité. 

On en reparlera encore, mais d’abord examinons la question du 
rayonnement dans un milieu isotrope d’un doublet électrique et 
magnétique oscillant. Dans le premier cas, le problème coïncide 
avec celui qui vient d’être examiné, mais nous voulons profiter 
ici de l’expression (6.20). Si on admet que dans cette dernière la 
charge de la particule est nulle et que la particule est au repos avec 
r; — 0, après avoir effectué le remplacement dans (6.18) on obtient 


l'équation (p = dp/dt) 


Ga + Wii = 


BE (cap). (6.29) 


Que + Wfgre = Pire ex [ka]. (6.30) 
Si on pose p = er = ea,sin ht, alors comme il fallait s'attendre, 
l'équation (6.29) se confond avec (6.26). Pour rz = 1, l'équation (6.30) 
coïncide avec (2.19). Posons u = u, sin ot et trouvons d’une façon 
parfaitement analogue au cas de l'oscillateur, la puissance rayonnée*) 


dir ___dWs _ ions 


7 
dW __( dW, __ pioÿn3 (6.51) 
dt = | 7 83 


Pour le vide ces expressions s'obtiennent tout de suite à partir 
des formules bien connues du rayonnement dipolaire (électrique et 
magnétique) (cf. $ 67, 71 de [6], ainsi que (2.23)). Pour un milieu 
isotrope le calcul peut, certes, se faire aussi de la façon habituelle. 

Le résultat (6.31) est donné en particulier pour insister sur 
l’apparition du facteur n° alors que dans le cas d’un doublet élec- 
trique on a le facteur nr. L'influence de ces facteurs peut être énorme. 
Par exemple, pour certaines ondes normales (d'indice !) et pulsa- 
tions w, l'indice de réfraction 7, (w) d'un plasma plongé dans un 
champ magnétique (cette dernière circonstance définit l’anisotropie, 
ce qui importe peu ici) peut atteindre n — 10? à 10°, et formellement, 
des valeurs encore plus grandes (pour plus de détails, cf. [64] et 
chapitre 11). Pour un pulsar, si on envisage son rayonnement dipo- 
laire magnétique dans le milieu, compte tenu de la circonstance 
indiquée et de l'apparition dans (6.31) du facteur n°, l'estimation 


*) 11 est évident que e;: {uk;,] — =" h [e1ka] — —[ue;.] k;, où e.1,2 
sont les vecteurs de polarisation (e;1e12 = 0, e;1,k1 = 0; cf. chapitre 1). 


g® 
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de l'influence du milieu change sensiblement les choses (cf. [16]: 
il ne faut pas oublier que l’approximation linéaire discutée qui 
consiste à utiliser la relation linéaire (6.4), (6.6) entre D et E au 
voisinage des pulsars, est en général inutilisable, mais c'est là une 
toute autre question). Un autre exemple tout aussi frappant de l'in- 
fluence du milieu est le rayonnement d’un doublet dans un plasma 
isotrope, lorsquefn (w) = V 1—w°/w° ; w? — 4xe°N/m(N est la con- 
centration des électrons dans un plasma non relativiste considéré). 
Il est évident que dans ce cas, #7 << 1 et à la pulsation de l’oscilla- 
teur ©, — ©», l’indice »r peut être proche de zéro; dans ce dernier 
cas, la puissance du rayonnement (6.28) et (6.31) diminue brusque- 
ment. Qui plus est, à la pulsation de l'oscillateur ©, << ©, la permit- 
tivité d'un plasma isotrope 8 — 1 — w/w? est négative. Cela si- 
gnifie que les ondes de pulsation ©, << ©, ne peuvent pas se propager: 


elles s’évanouissent dans l’espace suivant la loi £ = E,exp(— =V Ten) 


(pour plus de détails, cf. [64] et chapitre 11). Naturellement, dans 
ces conditions la source ne rayonne pas. 

Examinons maintenant la question du rayonnement dans un 
milieu anisotrope, en admettant pour simplifier que le tenseur &;; 
est réel et réduit aux axes principaux fixés. Alors (z —+ 1, y —+ 2, 
z +3), 

D, — &1£:, D; = 8oE e, D; — &sE 3; (6.32) 


on utilisera aussi la notation D = &E, où & est l'opérateur dont le 
sens est rendu clair par (6.32) ou par la relation plus générale (6.7). 

Après l'introduction des potentiels (6.8), les équations du champ 
d'un milieu anisotrope se mettent sous la forme 


1 9 7 9A : 1.0 7 4 . 
AÂ— —>—E — — grad div A——— € grad p — —<— j; 
— (6.33) 
° _ E 
div (e grad q + — +) = — 4. 


(6.33) montre clairement que ni la jauge de la forme (6.10), c.-à-d. 
la jauge div À + ({/c) (dep/dt) -= 0, ni la jauge div A = 0 n’appor- 
tent aucune simplification, et c'est pourquoi les méthodes soigneu- 
sement élaborées d'intégration de l'équation de d’Alembert (équa- 
tion d'ondes) sont inapplicables. Il faut aussi ajouter qu’en présence 
du milieu la forme relativiste covariante de l’écriture est bien moins 
importante (lorsqu'on veut la conserver, on est amené dans le cas 
du vide à utiliser à une échelle particulièrement large la jauge de 
Lorentz dA/ôzx' = 0; cf. (1.7a)). C'est que dans la grande majorité 
des cas on admet que le milieu est au repos (et il l’est réellement) 
dans le système du laboratoire. Alors, le système de référence associé 
au milieu est dans le sens physique explicitement dégagé et c’est 
dans un tel système qu'il est naturel de travailler. 
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Nous emploierons la jauge eZ div À = 0, où pour le cas (6.32) 
et en négligeant la dispersion, nous poserons 
div C—0, C—eA, Ci — 41, Co — todo, Ca = €e3A3. (6.34) 
Alors, les équations (6.33) se mettent sous la forme 


1 


AA — "ce? ot 


— grad div A— 2% grad p— 
= S'eviô(r—ri(t)). (6.35) 
div (e grad q) — — 47 à e;Ô(r—r;(t)), (6.36) 


où, pour fixer les idées, on envisage les charges ponctuelles e; (le 


rayon vecteur de la charge r;(t) = {z;, y, zi}, de plus r; = V;). 
L'équation (6.36) est de la même forme que celle de l’électrostati- 
que, et sa solution s’écrit 


€i 


: ra Vestes V'(x— 7i)2Jes + (y — vi)/ee + (5 — 5)9Jes 


On montre également sans peine que dans l’espace tout entier 
l’énergie du champ (sous la condition que le champ lui-même dimi- 
nue convenablement à l'infini) vaut 


H=) (ED + H?) dV = Sly + Flu 


1 OA 0A ’ 
Su ) À ns + (rot A)? } dy, (6.38) 
ct 1 ss 
Ai —_ | (e grad ) grad œ dy. 
Ici 
1 PET ® | FETE 
Pa= | (es See Ph tes D) dV — 


eiej 


2 V'Eit2es Vi zj}ei + (vi — y;)e2 + (ci —2j)/Es 


est la somme des énergies de l'interaction coulombienne instantanée 
des charges (on ne tient pas compte de leur énergie propre). L’éner- 
gie #:, est un analogue de l’énergie du champ transversal et on 
peut également dass sous la Fu 


Br = — _— Î D TT Sapi Ex = | (rot A)? dv, Œ 7 


D,, — =. , div D,, = 0. 
ol 
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Effectuons maintenant le développement en séries: 
A= 2j [que (8) Au (r) + gi (#) Ai (r)I, 


C—EA — 2 [gas (€) Cas (r) + qu (€) Chr (r)}, 


A, = V'4n ca, exp (ik;r), | 
Cu = V 4n cha, exp (ikur), ) 


où l'indice ! = 1,2 correspond aux deux polarisations possibles des 
ondes normales dans un milieu anisotrope sans dispersion spatiale 
(dans les conditions (6.32) cette polarisation est linéaire). En vertu 
de la première relation (6.34) on a (b;,, ka) — O0 et on peut poser 
(barbie) = 0; c'est pourquoi on tire de (6.34) et (6.41) 


kEau = ue, 1 + kystoQny, » + Kastsau, 3 = 0, 


EAA1E die — 0, 


| (6.42) 


En outre, imposons à a,, deux conditions encore (la sommation 
suivant l'indice ! = 1, 2 répété deux fois ne se fait pas) 


£a}an = 1, Ea1jane = (0. (6.43) 


La première de ces conditions est celle de normalisation; quant à 
la deuxième, elle correspond au choix de la polarisation associée 
aux ondes normales; il est clair de (6.42) et (6.43) que les vecteurs 
k;, a:, et b;, sont coplanaires (pour ! = 1 et ! — 2 respective- 
ment). 

Portons maintenant (6.41) dans (6.35); alors, après la multiplica- 
tion par A4, en tenant compte des relations (6.42), (6.43) et de la 
condition de normalisation 


[ AurAëm dV = 47e? (ayjaum) Ônu (6.44) 
on obtient (pour plus de détails, cf. [58)) 
qu + oûqu = V 47 23 ei (Vian) exp (—ikari), (6.45) 


. He . 
@Ëy = ES = [kan] c2 = {kf ai — (kyaa,)2} c2. (6.46) 


Ainsi l’équation obtenue des oscillateurs du champ (6.45) est de 
la même forme que celle du vide, ne différant que par l'expression 
(6.46) des pulsations w:, et par les relations (6.42) et (6.43) des 
vecteurs de polarisation a;:. 

Nous avons déjà dit qu'il s’agit du développement suivant les 
ondes normales et les relations données pour w;, et a;, sont préci- 
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sément les équations qui déterminent la relation entre « et k et 
la polarisation des ondes normales. Plus précisément, en l’absence 
de charges, quand on examine les équations homogènes du champ, 
(6.45) rend évident que &w* = œfÿ et alors (6. 46) est l'équation de 
dispersion (équation de Fresnel) qui associe ©, = kc/n, à k dans les 
ondes normales (évidemment, n, = ck/w, est l’ indice de rSHactione 
pour plus de détails, cf. [57] et chapitre 10). 

On montre aisément (cf. (6.40), (6.41), (6.44), etc.) que pour 
les variables gq;: 


= 2 (PuPu + Du).  Pu=Qu. (6.47) 


Les calculs ultérieurs pour résoudre les problèmes relatifs au 
rayonnement des charges se fait de la même façon que pour le vide 
ou pour un milieu isotrope. Par exemple, dans le cas d’une appro- 
ximation dipolaire, pour un oscillateur au lieu de (6.26) on obtient 


au + oiuiqu = V 47e (au Vo) cos wot. (6.48) 


Le calcul ultérieur se fait comme pour un milieu isotrope, mais 


k? dk dQ nr? do dQ 
En = TR — , (6.49) 


On obtient finalement 
dICrr.r _ dWs.r 8 (aa) n} de. 


et ne D 11,2, (6.50) 


où, comme partout dans ce qui précède, n, = ny(w, 6, ), c.-à-d. 
dépend non seulement de la pulsation, mais encore de Ia direction, 
en fait, de l'orientation du vecteur d'onde k par rapport aux axes 
de symétrie du milieu (dans le cas (6.32) pour les &,, e, et e, diffé- 
rents, ce sont les axes x, y, z). De la direction et de la pulsation, 
sans parler déjà de la forme de l'onde (indice Z = 1, 2), dépendent 
également les vecteurs de polarisation a, — a; (w, 0, @). Dans un 


milieu isotrope, ayy = e1y/V e — e;y/n et l’un des vecteurs e;:4 
peut être considéré comme orthogonal à a,; alors, (6.50) se trans- 
forme en (6.28). Le résultat (6.50) est très naturel; l'oscillateur 
« pompe » le rayonnement dans chacune des ondes normales, l’in- 
tensité du pompage étant proportionnelle à (a;,a,)*, c.-à-d. au carré 
de la projection de l’amplitude de a, sur le vecteur de polarisation 
(vecteur électrique) de l’onde correspondante. 

Constatons que pour un champ de rayonnement libre dans un 
milieu anisotrope, l'énergie du champ transversal (dans le cas donné 
elle coïncide avec l'énergie totale du système) se ramène sans peine 
de la forme (6.47) à la forme canonique (cf. le passage de (1.54) à 
(1.58), et c’est pourquoi elle est quantifiée suivant le mode standard. 
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Il s'ensuit qu’on peut introduire la notion de « photons dans un 
milieu anisotrope » tels que 

E=ho, p,=ñk, p,= "ee, (6.51) 
où 6 et @ sont les angles caractéristiques de l'orientation du vec- 
teur k, par rapport aux axes de symétrie du milieu (pour la pul- 
sation donnée w l'équation de dispersion détermine les valeurs de 


Cône 
Tchérenkov 


Fig. 6.1. Cône Tchérenkov 


k;— (w/c) n;(w, 6, @) pour les vndes normales qui peuvent se propa- 
ger dans le milieu suivant la direction donnée; si l'on ne tient 
pas compte de la dispersion spatiale et des oscillations strictement 
longitudinales, il existe deux de telles ondes, c.-à-d. [—1, 2). Ce 
résultat généralise (6.25) et a déjà été mentionné. 

Une particularité caractéristique très importante de l’électrody- 
namique dans un milieu est qu’elle explique le rayonnement d’une 
charge animée d’un mouvement uniforme. Îl convient de mention- 
ner ici deux phénomènes : l'effet Tchérenkov (cf. [26-28, 61, 65-68]) 
et le rayonnement de transition (cf. [69-73]) *). Le rayonnement de 
transition est traité au chapitre 7, alors que ci-dessous nous allons 
envisager l'effet Tchérenkov qui apparaît dans un milieu homogène 
sous la condition 


DZ Up to) ? (6.52) 
c.-à-d. si la vitesse de la particule v — const est plus grande que Ia 
vitesse de phase des ondes dans le milieu v,2 = c/n (w). Par ailleurs, 
les pulsations w sont rayonnées sous un angle 6, à la vitesse v, de 
plus (fig. 6.1) 

cos (9 —= 7 = ES ; (6.53) 
Bien entendu la condition (6.52) se déduit de (6.53) puisque cos 0, < 
< 1 (la valeur de cos 06, = 1 correspond au seuil du rayonnement 
lorsque dans les conditions réelles l'intensité du rayonnement est 


*) Les ouvrages consacrés à l'effet Tchérenkov et au rayonnement de transi- 
tion sont très nombreux (cf. les aperçus [28, 65-68, 70, 72] qui contiennent éga- 
lement des résultats originaux et des bibliographies). 
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nulle {68]). Le résultat (6.53) est si on peut dire, d’un caractère. 
cinématique (condition d'’interférence; pour plus de détails, cf., 
par exemple, [65, 74]) et se rapporte aux ondes de type quelconque. 
Dans ce sens, la condition (6.53) est appliquée depuis longtemps au 
son (front de Mach). Pour les ondes électromagnétiques se propageant 
dans un milieu anisotrope, il est évident que par v,n = c/n (w) il 
faut entendre la vitesse de phase associée à l’onde normale corres- 
pondante ; alors, n = ny (w, 6,, 6, @), où 6, est l’angle entre k et v, 
et les angles 6 et ® déterminent l'orientation du vecteur k par rap- 
port aux axes de symétrie du milieu (dans le cas d’un milieu en 
mouvement isotrope dans le système au repos, le rôle de l'axe de 
symétrie incombe à la vitesse du milieu u). Dans ce qui suit, bornons- 
nous pour simplifier au cas du milieu isotrope. 

La condition (6.53) de l'effet Tchérenkov peut être définie non 
seulement à partir des considérations interférentielles ou bien par 
calcul du champ radiant (la condition qui détermine le rayonnement 
apparaît alors automatiquement dans les formules) *), mais encore- 
à partir des lois de conservation de l’énergie et de l’impulsion (cf. cha- 
pitre 7) ou comme une condition de la résonance [7]. Cette dernière 
apparaît lorsqu'on résout le problème de l’effet Tchérenkov à l’aide 
du formalisme hamiltonien, ce que nous allons examiner maintenant. 
Prenons comme équations de départ la forme (6.21) en y portant 
pour une charge en mouvement uniforme le rayon vecteur r; = vt, 
v — const. Alors, on obtient 


qu + oËqu = V8n _ (ve;) cos (kiv)t, 
ss . (6.54): 
Que + &i que = V 87 —— (ve) sin (kv) £. 


La condition de la résonance, et donc, l’existence de la solution qui 
croit avec le temps pour l’énergie 4£:,, est de la forme 


Di = _ kr —= k;v = kav cos 6,, (6.55) 
ce qui coïncide avec (6.53). 


*) Au fond, pour obtenir la condition (6.53) aucun besoin n'est d'aller 
plus loin que l'expression initiale des potentiels de Liénard-Wiechert G13 
généralisés au cas de la présence d’un milieu en remplaçant c par vpn = c/n 
(lc remplacement doit se faire seulement là, il est vrai, où c joue le rôle de la 
vitesse d'ondes et non celui du coefficient affecté à la densité de courant au 
second membre, disons des équations (1.8) ou (6.41)). 11 résulte d'un tel rem- 

ev 
cR (1 — (un/c) cos 6’) 
la zone d'onde, où 0” — 6, le potentiel acquiert la singularité précisément 
avec l'angle O0 -- 6,, de plus, cos 8, = c/nv. (Ne pas confondre l'angle 8 entre 
k et v avec l'angle 6 qui détermine avec l’angle @ l'orientation du vecteur k 
par rapport aux axes de symétrie du milieu et qui, en fait, n’est pas utilisé 
dans le calcul!) 


placement, par exemple, que A — , et il est clair que dans 
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La solution des équations (6.54) aux conditions initiales qa1, à = 
= Qu,2 — 0 est la suivante *): 


V8n e (exv) 


Pa ut AGE) n5 cost 0j) * 


X { cos ( OL cos 0,) — COS (wnt) } ; 


C 
V8 e (ea) 
2 = no? (1—(v?/c2) n? cos? 6;) 


(6.56) 
X 


x { sin ( EE cos 8, | — 7 cos 61 sin ont } , 
où 6, est l’angle entre k, et v. 

En portant (6.56) dans (6.16) et en passant de la sommation 
à l'intégration (cf. (6.27)), on obtient 


Srre2v? 
Pétr = nr) 
œ 
. La Fe de TT fnsint 0 (4-+ (u2/c?) n? cos 0) [1—cos (1—(v/c) n cos Ë) wi] 
P [ { (1 + (u/c) n cos 0) (1 — (v/c) n cos 0)° + 


n sin? 6 sin (ot) sin ((v/c) n cos Owt) | 
doom DE sin6dw. (6.57) 
Ici on a tenu compte que (ve:1)? + (ve:2)* = v° sin? 6, = v* sin? 6, 
ou ce qui revient au même, que le vecteur de polarisation e;, peut 
être pris dans le plan déterminé par les vecteurs v et k;. Il est évident 
que le rayonnement est polarisé dans ce plan (c.-à-d. le vecteur 
‘électrique de l'onde appartient à ce plan). Le deuxième terme de 
(6.57) ne donne pas de solutions croissantes dans le temps, alors que 
pour de grands t le premier a un caractère de fonction delta (cf. (1.84)). 
C'est pourquoi l'intégration sur 8 avec application de la formule (1.84) 
conduit aisément à la formule de Tamm-Franck [26] de la puissance 
du rayonnement Tchérenkov (on a réalisé également l’intégration 
triviale sur ®) 
eee | ( ci 


dt «à 7 cn (©) 


(y 


Jo do = 7 | sin26ç0 dw  ((.58) 


(l’intégration porte ici sur le domaine vn (w)/c > 1). 

S'il s’agit du rayonnement sur le parcours L, alors évidemment 
dans (6.58) v (voie couverte par unité de temps) doit être remplacée 
par L. 


*) Il vade soi que pour obtenir un effet Tchérenkov à grands t le carac- 
tère des conditions initiales ne joue pas, les conditions initiales retenues ne 
sont que plus simples que les autres. 
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Dans (6.58) la dispersion est appréciée en adoptant dans (6.57) 
que nr = n(w); ce procédé a été justifié précédemment. Le calcul 
est très simple, même dans un milieu isotrope, et dans ce sens il peut 
:supporter la concurrence des autres procédés [26, 27]. Pour ce qui 
“est du milieu anisotrope, il nous semble que le formalisme hamilto- 
nien est le plus simple (développement suivant les ondes normales). 
ÏJ1 faut avoir en vue que le rôle de l'indice de réfraction x (w) revient 
dans le cas concerné aux indices n, (w, 6, œ) et en intégrant sur les 
angles les expressions de la forme (6.57) il faut tenir compte de cette 
circonstance ([75] ne l’a pas fait, ce qui a conduit à une erreur; 
pour les expressions correctes de la puissance du rayonnement Tché- 
zrenkov dans les cristaux, cf. [65]). 

Une autre illustration très importante du rôle du milieu dans la 
théorie du rayonnement est fournie par l’effet Doppler produit par 
une source animée d’une vitesse v dans un milieu à indice de réfrac- 
tion nr (w). Donnons tout de suite le résultat qui est une généralisa- 
tion des formules (4.5) et (4.11): 


Oo, V 1—u/ct &Wo + 

& (8) — [1—(v/c) n (w) cos 8 | : |1—(v/c) nr (w) coS 0 | ? (6.58) 
-où &,0 St la pulsation dans le système de référence « propre » de la 
-source (dans ce système la vitesse du centre de gravité de la source 
v = 0); &w,, la pulsation de la source dans le système du laboratoire 
(par exemple, la pulsation du champ électrique extérieur dans un 
-oscillateur) et comme d'habitude dans cet ouvrage, 6 est l’angle 
‘entre v et k. 

Pour aboutir à (6.59) on procède en premier lieu selon la règle 
générale du passage de la théorie du rayonnement dans le vide à la 
théorie du rayonnement dans un milieu, en effectuant dans (4.5) 
‘et (4.11) le remplacement suivant: 


(6.60) 
Bien entendu, dans un milieu anisotrope, le rôle de #7 (w) est rempli 
.par n1(ow, 6, o).- Quand même, le remplacement (6.60) ne peut se 


faire tout à fait automatiquement : il suffit de dire que dans le 
<as (4.5) il doit porter sur le dénominateur et non sur le numéra- 


teur ; le numérateur de (6.59) comporte toujours V/ 1 — v*/c*. On le 
comprend bien d’ailleurs, puisque dans (6.59) le passage de wo à Oo 
est associé à la variation relativiste de la marche du temps, alors que 
la valeur du dénominateur est déterminée par le déplacement de la 
source, et on l’obtient d’une façon parfaitement conséquente de 
l'expression du champ radiant. Quelle que soit la méthode appli- 
-quée (cf., par exemple, (6.22)), dans les expressions des potentiels (et, 
donc, des champs) apparaissent des facteurs de phase de la forme 
Æxp {i (kr — kr, — wt)]; pour une source dans une approximation 
dipolaire, -r,; — v£{ et donc on voit apparaître la pulsation &© — 


— = 
: Vph n (w) 
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— @p + kv = ©9 + v (w/c) n (w) cos 8, d'où nous sommes amenés 
à (6.59). Une autre déduction de cette formule, fondée sur l’utilisa- 
tion des lois de conservation, est donnée au chapitre 7. 

Notons la particularité importante de la formule (6.59): son: 
dénominateur comprend un module [76b], ce qui est important pour 
un mouvement à vitesse « superlumineuse » v >> v,n = c/n (cf. con- 
dition (6.52)). Le fait que dans (6.59) avec 


—n (w) cos 8 > 1 (6.651): 


il faut prendre le dénominateur en valeur absolue est déjà rendu: 
clair par la nécessité d’obtenir une valeur positive de la pulsa- 
tion w. Le domaine des angles qui satisfont à la condition (6.61} 
s’appelle domaine de l’effet Doppler anomal ou « superlumineux ». 
Bien entendu, ce domaine existe seulement aux vitesses superlumi- 
neuses (6.52). Mais si 


= n (w) cos0< 1, (6.62) 
nous avons alors un effet Doppler normal (ordinaire). Les domaines- 


de l’effet Doppler normal et anomal sont séparés par le cône Tchéren- 
kov (fig. 6.2). En fait, dans un milieu l'effet Doppler est assez: 


Cône 
Tchérenkou 


Domaine 
de L'effet 


Doppler 
anomal (8<0,) 


Domaine 
de L'effet 


Doppier 
normal (9>8)) 


Fig. 6.2. Domaines de l'effet Doppler normal et anomal 


compliqué {76b] puisqu'il faut tenir compte de la dispersion ou de l& 
dépendance de n par rapport à w. Bornons-nous ici à cette remarque 
que si on néglige la dispersion, sur le cône Tchérenkov, lorsque 
(v/c) n cos 6 — 1 (cf. (6.53)), la pulsation w (68 — 6,) devient infinie. 
En réalité, pour w — co, l'indice de réfraction n (w) —- 1, et en toute 
rigueur, sur le cône Tchérenkov il n’y a en général aucun rayonne- 
ment (nous admettons que v << c et n’examinons pas ici l’effet 
Tchérenkov). Quant à la tendance de la fréquence à augmenter 
quand l'angle 6 s'approche de 6, = arccos (c/n (w) v), elle se con- 
serve, évidemment, même si l’on tient compte de la dispersion. 

Le rôle du cône Tchérenkov pour le rayonnement dans un milieu 
devient encore plus clair si on examine non seulement les variations 
de la pulsation mais encore la distribution de l'intensité. Faisons-le 
sur l'exemple de l’oscillateur dans un milieu [20], c.-à-d. générali- 
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sons ce qui a été dit au chapitre 4 sur l’oscillateur au cas d’une 
charge qui se déplace dans un milieu transparent à indice de ré- 
fraction nr (w). Admettons que le mouvement de la charge soit ana- 
logue à celui dans le vide du fait que les pertes subies par les particu- 
les à énergie suffisamment haute (en premier lieu, les pertes par 
ionisation) peuvent être tenues comme faibles (sans parler déjà d’une 
fente ou d’un canal qu’il est possible de pratiquer dans un milieu 
{cf. [29] et chapitre 7)). C'est pourquoi pour tenir compte du milieu 
il suffit de remplacer simplement c par c/n (cf. (6.60)) dans Ia for- 
mule (4.14). Il en résulte qu’au lieu de (4.15) on obtient 


du. = ew$a2L {(1—(v/c) n cos 0)? — (1 — (v2/c2) n?2) sin? 6 cos p} n 


— (L 9 
du 8nc3v| 1—(v/c) nr cos 0] (6.63) 
FE eE; ( mc Ÿ & (8) = Woo 
0 7 m'ont \ ; 7 [1—(v/c) n (o) cos 8 | * 


Il devient donc clair que la puissance du rayonnement est maxi- 
male au voisinage du cône Tchérenkov (nous admettons ici que nr > 1 
et que la condition Tchérenkov (6.53) puisse s’observer dans une 
marge de pulsations suffisamment large). Supposons, par exemple, que 


n(w)=n=const, LM, 
n (wo) = 1, O >> Wme 


(6.64) 
Dans ce qui suit, au lieu de la condition nr (6 > w,) — 1 on peut 
supposer avec le même résultat qu’en vertu d’une forte absorption, 
pour w > w, le rayonnement n'existe pas. Dans le cas (6.64) et 
vlc — 1 dans (6.63), on peut considérer que le terme principal c'est 
le second terme, celui qui est proportionnel à (1 — (v?/c?) r° = 
= (1 — n°). En intégrant ensuite sur d( on obtient (rappelons que 


sin? 6, = 1 — Eu) 
Utr>1)= | Re do = RENDENT (En) = 
40 1663 D — 
= (2) (Se) (2) sz. (6.65) 


La comparaison de cette expression avec l'expression (4.16) 
relative au vide montre la grande différence qu’il y a dans les condi- 
tions discutées entre les expressions correspondantes 


U(n=>1) __3(n2—1)}° (<=) mc? ). (6.66) 


U(n—1)  16n! &p € 
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A propos, dans le cas (6.64) l’énergie du rayonnement Tchérenkov 
sur le parcours ZL vaut (cf. (6.58)) *) 


- _ dW L _e(1—c?rîn?) oë,L 
po 2c? : (6.67) 


L'expression (6.63) ou l'expression plus générale qui se déduit 
de (4.14) en remplaçant (6.60) traduit assez bien les particularités. 
caractéristiques des particules qui se déplacent dans un milieu 
donné. Si nr >1, alors, grosso modo l'angle Tchérenkov 6, — 
— arccos (c/vn) joue le rôle de l’angle 6 — 0, dans le voisinage 
duquel (dans l'intervalle des angles 0 — mc°?/€) se concentre le 
rayonnement des particules ultra-relativistes dans le vide (fig. 6.3). 
Près du cône Tchérenkov les pulsations aussi bien que les intensités 
des ondes émises sont maximales. Il faut seulement retenir le rôle 
de la dispersion qui fait que les cônes Tchérenkov sont nombreux (en 
effet, 0, (w) = arccos (c/vn (w)). Dans un milieu opaque **) le rayon- 
nement n'existe pas quels que soient la nature de la source et son 
mouvement (il s’agit, certes, des fréquences pour lesquelles le milieu 
est opaque). Enfin, il faut se pencher spécialement sur le cas, où 

0O<n(w) <1, (6.68) 
qui est très important puisque dans un plasma isotrope non relati- 
viste 

ou 47 


e (o)= n2 (w)=1—— op=V  25,6410 VAN, (6.69) 


o? ? 


où on. néglige l’absorption (les collisions) et où NV est la concentra- 
tion électronique. 

Dans les conditions cosmiques, le domaine où la formule (6.69) 
est applicable est très grand (cf. [64, 31, 38] et chapitre 11), et c’est 
pourquoi l'influence du milieu sur le rayonnement doit être évaluée 
bien souvent en appliquant précisément l’expression (6.69) qui 
détermine justement l’observation des conditions (6.68) dans le 
domaine de transparence. 


*) 11 faut avotr en vue que pour une particule chargée (dans ce cas, évi- 
demment, la particule se déplaçant dans un oscillateur, on observe simulta- 
nément aussi bien le rayonnement Tchérenkov que le rayonnement décrit par 
les formules de la forme (6.63), (6.65)) le rayonnement d’« oscillateur » est 
«alimenté » dans une grande mesure par le rayonnement Tchérenkov dans le 
sens que l’intensification du rayonnement (6.63), (6.65) s'accompagne de l’af- 
faiblissement de la puissance du rayonnement Tchérenkov (cf. [76a], ainsi que 
{29b]). Cette circonstance rend difficile le dégagement du rayonnement d'oscilla- 
teur sur le fond du rayonnement Tchérenkov (dans {29b] cela n’a pas été pris 
en considération, ce qui a conduit à une estimation incorrecte de la possibilité 
de concevoir un « compteur à scintillations dans un milieu » pour la mesure 
de l'énergie des particules relativistes. 

**) Un milieu opaque peut être non absorbant, par exemple, dans le cas 
de la permittivité réelle e (wo) — nr? (w) << 0 (ñ est l'indice de réfraction com- 
plexe; cf. chapitres 10, 11). 
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Dans le domaine (6.68) même une particule ultra-relativiste peut 
rayonner comme une particule non relativiste. Ceci est rendu for- 
mellement clair par les expressions (6.59) et (6.63) de la pulsation 
et de l’intensité, tandis qu’au fond ceci se déduit immédiatement. 
du fait que pour le rayonnement dans un milieu le rôle déterminant 
revient au quotient de la vitesse de la source cv par la vitesse de phase 
de la lumière v,n = c/n. C'est pourquoi, si on ne parle pas de sources 
de rayonnement quelque peu exotiques qui se déplacent à des vitesses 
v> c (cf. chapitre 8), avec n << 1 on a toujours v << v,n, et si la 
différence tn — v est assez grande on voit disparaître tous les traits 
inhérents des sources qui se déplacent dans le vide à des vitesses 
relativistes. Ainsi, dans un milieu à nr << 1, la pulsation maximale 
vaut (cf. (6.59); admettons pour simplifier que 7 (w) = const ou 
en tous cas, que la dispersion n'est pas importante): 

Op Oo mN\. 

00O=-—r D 0 (6.70) 

où. évidemment, la dernière expression concerne le cas v +c; dans 

ces conditions, si (1 — nr) < 1, le rayonnement se concentre dans le- 
domaine des angles 8 — V1 —n (cf. fig. 6.3). 

Cherchons les conditions sous lesquelles le milieu à nr << 1 n’in- 
flue pas sur le rayonnement des particules relativistes. A cet effet 
il suffit d’écrire plus en détail le dénominateur de la formule (6.59) 
de l'effet Doppler pour w/c 1, 6 +0. 


U U UV 
1——ncos0=1——cos8+(1—n)—cos0 


mi—E+ (in) sta (TE) + (An) 

Ceci rend clair que le rôle du milieu est peu important si 
2{1—n(w)} (É-)" «1. (6.71) 
I] est aisé de voir [31, 38] que dans le cas du rayonnement synchro- 


tron dans le milieu, la formule (5.39), par exemple, est remplacée par 
la formule 


3 <H sin s 1/2 
pu ne - [ (Sr) Ca mci =) ] di 
X=— | Æsa(n) én, 
TN (6.72}y 


Ve. n =v,[1+(1—n2) (< 


DT 


V 
C— 4junc mc? 


3eH sin (£) 
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L'approximation utilisée ici (rendue claire par l'exposé du cha- 
pitre 5) n'est applicable que pour (1 — nr) < 1, quand on peut 
poser 1 — n° — 2(1 — n). C’est pourquoi évidemment la condi- 
tion définissant la faible action du milieu résultant de (6.72) se 


Source Source Source Source 
©, Milieu e 
ani Milieu 
n=| UC  Ge=-n2<0 
(vide) (absence 
QVT-n de rayonnement) 
mc? 
d'en Cl ; 
8 ä f Tcherenkou 


U 


Fig. 6.3. Schématisation des diagrammes polaires des sources dans le vide et 
dans le milieu 


confond exactement avec (6.71). Appliquons cette dernière condition 
au plasma, quand 
{ni 2 (in) 2 IT, (6.73) 


mu 


Le rôle du milieu (plasma) est alors peu important sous la con- 
dition 


oo? = (2nv)? © wi ( 


& \:° 167%ecN . 
=) be DT — Ve (6.74) 


JL 


ou, pour la partie essentielle du rayonnement synchrotron (fré- 
quence v — v.), sous la condition 


4ecN N : 
VON D ———— mm 20 —. 6.79 


Dans le milieu interstellaire où N & 1 et H, — 106 à 10-5 Oe, 
la condition (6.75) est respectée dans la majeure partie de la gamme 
utilisée dans la radioastronomie. Dans des objets plus denses (cer- 
taines galaxies, enveloppes des supernovae, etc.), la condition (6.75) 
est plus serrée. Il faut toujours tenir compte que pour des ondes 
suffisamment longues cette condition peut être violée au cas où le 
rôle d’autres facteurs, de la réabsorption, par exemple, ne serait pas 
encore plus grand (cf. chapitre 9). 


CHAPITRE 7 


EFFET TCHÉRENKOV 
ET EFFET DOPPLER. 
RAYONNEMENT DE TRANSITION 


Effet Vaviloc-Tchérenkov et effet Doppler du point de vue quantique. Réaction de 

rayonnement dans un milieu. Rayonnement Tchérenkov et absorption des ondes 

dans un plasma isotrope et magnétoplasma. Rayonnement Tchérenkov des doublets. 

Rayonnement dans des canaur et des fentes. Applications du théorème de réci- 
procité. Rayonnement de transition *). 


L'analyse de différentes questions relatives au rayonnement, 
à l'absorption et à l’amplification des ondes électromagnétiques 
dans le mouvement des charges ou des « systèmes » différents (atomes, 
paquets, antennes) dans un milieu, fait appel aux idées quantiques 
élémentaires qui dans ce cas s'avèrent très fructueuses. Il importe 
que ceci est également vrai pour des problèmes qui au fond sont 
classiques, et par conséquent, dans le cadre de l’approximation 
envisagée, les formules définitives ne dépendent pas de la constante 
de Planck 4. 

En utilisant les idées quantiques, la notion de départ est celle 
des quanta ou des photons dans un milieu, dont l'énergie est fo 
et l'impulsion 

Le hon (@, S) = 


c 3 


où k = ks est le vecteur d'onde, et 7, (w, s), l'indice de réfraction 
d’une onde normale du type donné /, qui se propage dans le milieu 
considéré (dans le cas général, anisotrope et gyrotrope). Le schéma 
de la quantification du champ électromagnétique dans le milieu 
a été décrit sous sa forme générale au chapitre 6 (pour plus de détails, 
cf. (61-631). Bien entendu, une telle approche n’est correcte que 
dans le domaine où la théorie phénoménologique est applicable. 
Il faut également avoir en vue qu’en introduisant la notion de l'im- 
pulsion du photon dans le milieu il s’agit de l’impulsion totale qui 
inclut tant l’impulsion du champ que l'impulsion communiquée 
au milieu par le rayonnement de l’onde (cf. plus loin; pour plus de 
détails et de précision, cf. chapitre 12). 

Du point de vue quantique, la cinématique du rayonnement. 
c.-à-d. les conditions imposées aux fréquences et à la direction du 
rayonnement, est régie par les lois de conservation de l'énergie 


*) Dans ce chapitre nous nous inspirons de l’article [68] à l'exception de 
la partie consacrée au rayonnement de transition. 


9—0406 
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et de l'impulsion (ceci se rapporte également aux conditions d'’ab- 
sorption). Si, par exemple, avant le rayonnement, le « système » 
(électron, atome, antenne) avait une énergie ÆE,, après le rayonne- 
ment son énergie est Æ1, et les impulsions correspondantes sont 
Po et Pr, alors le rayonnement du photon doit vérifier les lois de‘con- 
servation 


E— E=hu, (7.1) 
Po—p,= ik 10 À D 0, (7.2) 


où pour simplifier on admet que le milieu est isotrope, et de ce fait 
on omet l'indice ! de nr. 

Pour un « système » qui se déplace uniformément dans le vide 
(c.-à-d. pour nr = 1) il est impossible de rayonner sans changer son 
état interne (par exemple, un électron animé d’un mouvement uni- 
forme dans le vide ne peut pas rayonner; cf. chapitre 1). Ce fait 
bien connu se déduit notamment des équations (7.1), (7.2), puis- 
qu'avec x — 1, pour une particule privée de degrés de liberté 
interne, elles n’ont pour solution que w = 0. Mais si n 1, 
alors, en portant dans (7.1), (7.2) les expressions £E4, 1 = €0, 1 = 
= V m°c + cp ;; Por = MVor/ VA — 1/c, on obtient com- 
me condition du rayonnement l’état interne constant [61] 


c ho (n2— 1) va 
aie (+ 1-4), 


LC A | (7-8) 
Viva (int) | 


cos 0 —= 


où 0, est l’angle entre v, et k. 

Avec hw/mc* < 1, cette condition devient condition classique 
du rayonnement (6.53), ce qui n’est que naturel (si #w/mc* < 1, le 
« recul » résultant de l’émission d’un quantum est assez petit) *). 
(7.9) rend clair, certes, que le rayonnement n'est possible (c.-à-d. 
cos 0, << 1 et w >> 0) que si la vitesse du mouvement est supérieure 
à celle de la lumière, c.-à-d., si l'inégalité wn/c > 1 est observée 
(cf. (6.52)). 

Lorsque le résultat ne contient pas À, le calcul quantique n’a 
qu'une valeur méthodique, mais il arrive souvent qu’il est plus 
commode. Au fond, tout se ramène à l’utilisation des lois de conser- 
vation dont la portée est plus large dans ce sens qu'on peut les 
appliquer même sans faire appel aux idées quantiques. Plus précisé- 
ment, prenons note que la théorie classique du champ électromagné- 


_*) (7.3) rend clair que si l’on veut obtenir une meilleure précision. la 
condition classique doit s'écrire un peu autrement : 


(ho (n?— 1)/2mc?) V Tu, € 1. 


EFFET TCHÉRENKOV ET EFFET DOPPLER. 131 


tique dans un milieu conduit à la liaison suivante entre l'énergie 
FE = Flem et l'impulsion totale du rayonnement et du milieu G: 
G = (f£nle)s *). 

Ensuite, la variation de l’énergie et de l’impulsion étant assez 
petite, pour le mouvement libre d’une charge on a A6 = vAp, 
étant donné que 


—_—…—_———— c2 
= VE Ep) = = v. 7.9 


Puisque nous avons supposé que la variation A6 est petite, il ne 
faut faire aucune différence entre v, et v. et la vitesse de la source 
Vo À V1 Se note vw. 

(7.4) et les lois de conservation (7.1), (7.2) permettent d'obtenir 
en remplaçant wo par 


AE = 0 =vAp—= HR y 


C 


ou cos 6, = c/nv, ce qui est la condition Tchérenkov (6.53). Pour- 
tant, il est plus simple d'introduire tout de suite des quanta äiw, 
ce qui n’est que très naturel non seulement dans le cas quantique’mais 
aussi dans le cas classique. C’est donc la façon dont nous procéderons. 
Si ce n’est pas une particule « sans structure » qui se déplace 
mais un « système » dont l'énergie interne peut changer, on a 


Lo=V(m+mc+cpi, E=V(m+m}e+ep, 


où (m + mo) c° = mc + w, est l’énergie totale à l’état inférieur 
et (m + m1) c? = mc° + w;, l'énergie totale à l'état supérieur. 
Il est évident que w, — w, = kw; > 0 est la différence des énergies 
des deux niveaux considérés du système (d'atome, etc.). 

En appliquant maintenant les lois de conservation (7.1), (7.2) 
pour #w/mc® < 1, on obtient exactement la relation Doppler (6.59) 
avec oo = @1. Mais si on ne néglige pas les termes d’ordre Âw/mc*, 
on aboutit de même que dans le cas du rayonnement Tchérenkov 
(cf. (7.3)) à une expression un peu plus compliquée [77]. Toutefois, 
on peut pratiquement se borner à la formule de l'effet Doppler dans 
sa forme usuelle (6.59). Par ailleurs, le calcul quantique révèle égale- 
ment une circonstance importante qui échappe complètement si la 
formule (6.59) se déduit par la méthode classique. C'est que dans le 
domaine de l'effet Doppler normal, c.-à-d. lorsque (cf. (6.62)) 


Zn (w) cos 8 < 1, (7.5) 


*) Comme nous allons le montrer au chapitre 12, l'impulsion du champ 
est Gem — /nc, alors que l’impulsion de la force transmise par le rayonnement 
au diélectrique, G© — (n° — 1) G.m = S€ (n% — 1)/nc. D'où l'impulsion totale 
transmise par la source G = G.n -+ GO = Snle. 


g% 
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au rayonnement correspond la transition du système du niveau supé- 
rieur d’énergie w, au niveau inférieur à énergie w, (le sens de cette 
transition est déterminé par le fait que l'énergie du quantum émis 
doit être positive, c.-à-d. formellement par la prescription & > 0). 
Mais si le quantum est émis à l’intérieur du cône Tchérenkov, c.-à-d. 
si on est en présence de l'effet Doppler anomal et (cf. (6.61)} 


- n(w) cos 0>> 1, (7.6) 


l'émission du quantum s'accompagne de la transition du système 
du niveau inférieur w, au niveau supérieur w.. L'énergie du quantum, 
ainsi que l'énergie nécessaire pour exciter le système radiant est 
fournie dans ces conditions par l'énergie cinétique de la translation 
du système. 

Cet exemple montre qu’à la différence de la théorie classique la 
théorie quantique, en déterminant les conditions du rayonnement 
elles-mêmes, définit en même temps le sens du processus (transi- 
tion au niveau supérieur ou inférieur). Cette circonstance précisé- 
ment ainsi que la possibilité d’une évaluation bien simple du 
rayonnement induit (cf. plus loin), rendent les calculs quantiques 
très précieux pour définir les conditions du rayonnement, de l’am- 
plification (instabilité) des ondes dans les faisceaux, etc. 

Si le système ne possède que deux niveaux discrets 0 et 1, pour 
{u/c) n << 1 (mouvement infralumineux), l’état stationnaire de la 
source indique qu’elle se trouve au niveau inférieur 0 (on suppose 
que le système se déplace, disons, dans un canal dans un milieu et 
ne subit aucune excitation de la part d’autres sources). Autrement 
dit, si le niveau excité est 1, dans quelque temps le système se 
désexcitera en passant au niveau 0. Mais si (v/c) n > 1 (mouvement 
superlumineux), alors dans les conditions stationnaires il existe 
également une probabilité non nulle pour que le système se trouve 
au niveau 1 en émettant tout le temps des ondes Doppler tant nor- 
males qu’anomales. La population des niveaux 0 et Î{ ainsi que l’in- 
tensité rayonnée des ondes normales et anomales se déterminent, 
évidemment, par le rapport des probabilités totales de l'émission 
de ces ondes. Pour un système à niveaux multiples [78], l’émission 
des ondes Doppler anomales avec la transition du système au niveau 
supérieur rend possible l’amplification des « ondes transversales », 
et par exemple, l’ionisation de l’atome. 

Plus précisément, deux cas peuvent se présenter ici [79]. Dans le 
premier, l'énergie moyenne des ondes transversales du système 
diminue avec le déplacement. Cela signifie que le centre de gravité 
du paquet d’ondes composé de fonctions d'onde aux énergies diffé- 
rentes mais voisines (il s’agit, par exemple, des énergies d’un mou- 
vement d'’oscillation transversal d’un électron qui se déplace le long 
d'un champ magnétique) baisse dans l’échelle des énergies. Dans ce 
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cas la différence entre les mouvements infralumineux et superlu- 
mineux est définie par la différence entre la vitesse de variation de 
l'énergie moyenne, ainsi que par l'allure de l’étalement du paquet. 
Ainsi, pour une vitesse infralumineuse, les niveaux d'énergie supé- 
rieure.à celle du spectre initial du paquet ne seront jamais occupés. 
Quant à la vitesse superlumineuse, malgré la diminution de l’éner- 
gie moyenne, il existe une probabilité finie de trouver un système 
(on suppose, certes, qu'il s’agit d’un ensemble des systèmes) à un 
niveau aussi haut que l’on veut, pouvant être atteint en observant 
les conditions (7.6). 

Dans le deuxième des cas mentionnés, le système est instable déjà 
« en moyenne », C.-à-d. son énergie moyenne (il s’agit de l’énergie des 
oscillations, c.-à-d. de l’énergie d'excitation) croît dans le temps, 
et de plus, le caractère de l’étalement du paquet change. 

Pour établir quel est le cas envisagé, il faut calculer les probabili- 
tés des transitions. Pour un système classique, le calcul quantique 
est en général privé sous ce rapport des avantages quels qu’ils soient, 
et il est naturel de faire appel à la théorie du rayonnement classique 
que nous examinerons plus loin. 

Pour le moment notons que les raisonnements quantiques dans 
le genre de ceux qui précèdent sont tout aussi utiles pour l’étude 
des problèmes déjà mentionnés sur l’absorption et l’amplification 
des ondes dans les faisceaux (les flux) des particules (dans le cas de 
l’amplification des ondes, au fond, le faisceau devient instable). 
Dans cette voie il est facile d'obtenir le critère d’instabilité d’un 
faisceau de particules qui se déplacent dans un plasma isotrope 
(cf. plus loin). Ensuite il est clair que le mouvement superlumineux 
des flux des « systèmes » à deux niveaux ou à niveaux multiples doit 
s'accompagner en général non pas de l'absorption (réabsorption) 
mais de l’amplification (absorption négative) des ondes Doppler 
anomales [80]. Ceci est dû au fait que l’absorption d’un quantum dans 
le domaine des ondes Doppler anomales (c.-à-d. volant sous un angle 
0 < 6, à la vitesse du système) fait passer le système non pas d’un 
niveau inférieur à un niveau supérieur (comme c’est le cas de l'effet 
normal), mais d’un niveau supérieur à un niveau inférieur *). Quant 
à la transition du système d’un niveau inférieur à un niveau supe- 
rieur, elle correspond maintenant au rayonnement induit qui dans le 
domaine de l'effet normal correspond à la transition du système du 
niveau supérieur au niveau inférieur. C’est pourquoi si tous les systè- 
mes (atomes, électrons dans le champ magnétique) d’un faisceau 
superlumineux se trouvent, par exemple, au niveau inférieur, les 
ondes Doppler normales émises par l’un des systèmes seront absor- 


*) L'absorption est le processus inverse à l’émission et c est pourquoi ce qui 
vient d'être dit résulte directement des calculs faits pour l'émission. Les termes 
« supérieur » et « inférieur » s'appliquent ici à l'échelle des énergies d'excitatiori 
des niveaux du système émetteur. 
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bées dans ce faisceau, alors que les ondes anomales seront amplifiées : 
sur leur parcours ces systèmes feront passer les autres systèmes au 
niveau supérieur avec rayonnement induit, c.-à-d. avec émission 
encore d’un quantum Doppler anomal. 

Au chapitre 9 nous décrirons plus en détail l'utilisation des 
coefficients d'Einstein pour le calcul des probabilités de l'émission 
et de l'absorption spontanées. Mais il est commode de les utiliser 
dès à présent pour concrétiser quelque peu ce qui vient d'être dit. 

Si les niveaux supérieur 1 et inférieur O sont saturés pour le 
faisceau le coefficient d'absorption des ondes Doppler normales 
vaut (cf. [45, 64, 80, 81] et chapitre 9) 

— — o __ 40 SÉCENI (NoINs—1) 
Mn sa JL, dz os | on? ? 


Io=1s(0)e-&, w— 2x, (7.7) 


où 4° (8) est la probabilité de transition spontanée 1 «+ 0 rapportée 
à l'unité d'angle solide, avec émission d’un quantum sous un angle 8 
à la vitesse; N, et N, sont les concentrations de particules du fais- 
ceau aux niveaux 1 et 0 respectivement ; n, l'indice de réfraction du 
milieu pour la fréquence angulaire considérée w, l’onde se propageant 
sous un angle 6 (pour simplifier, adoptons que le moment dipolaire 
de la transition 1-0 de toutes les particules est parallèle à Ja 
vitesse). Pour que l’amplification des ondes Doppler normales ait 
lieu, le nombre de particules du niveau supérieur 1 doit être plus 
grand que celui du niveau inférieur O0 (dans ce cas N,/N: << 1 et 
u, << 0). Une telle distribution n'est pas le fait de l'équilibre thermi- 
que et, en général, sa réalisation présente certaines difficultés. 
Il en est autrement dans le cas des ondes Doppler anomales, lorsque 
l'émission des ondes (des photons dans le milieu) s'accompagne de la 
transition O —+ 1, et l’absorption, de la transition 4 0. Dans 
ce cas 

— 49 BÉCNo (Ni/No—1) 
an 1 w?n? 


H (7.8) 
et Un << 0 pour V,/N, << 1. Ceci rend également clair qu'en pré- 
sence de l’effet Doppler anomal (c.-à-d. si (u/c) n >> 1), l'absorption 
du faisceau des particules du seul niveau inférieur 0 est négative 
et les ondes émises par les particules isolées sont amplifiées. Il se 
peut que lorsqu'on utilise les faisceaux des particules se déplaçant 
dans une fente diélectrique ou dans un système décélérant, cette 
circonstance favorise sensiblement la production et l’amplification 
des ondes radio très courtes [29]. 

Nous avons déjà dit que le rôle d’un système (particule) émetteur 
d'ondes Doppler anomales peut revenir aux électrons oscillant sous 
l'effet d’un champ surposé ou se déplaçant suivant une trajectoire 
hélicoïdale le long du champ magnétique parallèle à l’axe du faisceau. 
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A de faibles amplitudes, ces électrons (sans parler du rayonnement 
Tchérenkov) rayonnent à la manière des oscillateurs correspondants 
qui se déplacent à la vitesse v égale à v}, projection de la vitesse de 
l’électron sur l’axe du faisceau. 

Dans un faisceau d'électrons les vitesses transversales v, se 
répartissent généralement de façon que la fonction de distribution 
f (v.) décroît avec l’augmentation de v, (il en est ainsi, par exemple, 
pour la distribution f (v,) — const exp{—(mv)/2xT}). Dans ces 
conditions, les ondes Doppler normales s’amortissent sous l'effet 
de la réabsorption dans le faisceau; quant aux ondes Doppler ano- 
males, elles sont, par contre, amplifiées. L’'amplification des ondes 
dans un faisceau électronique signifie que l’amplitude des oscilla- 
tions croît et que {le faisceau devient instable. Ceci s'accompagne 
en général du groupement des électrons et d’un rayonnement cohé- 
rent. La condition quantique de l'instabilité du faisceau (condition 
(vy/c) n (w) > 1) coïncide avec la condition qui s'obtient en résolvant 
le problème classique de la stabilité d’un faisceau d'électrons dans un 
champ magnétique [80]. Cette instabilité des flux électroniques 
possible en particulier dans un magnétoplasma présente de l'intérêt 
pour la théorie du rayonnement radio sporadique du Soleil [45, 82]. 

Dans le langage classique, la condition de l'effet Tchérenkov 
(6.53) est d’un caractère interférentiel, elle est donc universelle pour 
tous les types d'ondes (certes, si on remplace la vitesse de phase 
de la lumière c/n (w) par la vitesse de phase v,, des ondes considé- 
rées, par exemple, des ondes sonores, capillaires, etc.). Ceci se 
rapporte également aux résultats exposés, obtenus à partir des lois 
de conservation de l'énergie et de l'impulsion envisagées aussi bien 
à la lumière de la théorie quantique que classique. De plus, l'ap- 
proche quantique (l'introduction des quanta) est sensiblement plus 
simple non seulement pour la lumière mais aussi pour les ondes de 
plasma (longitudinales) *) et le son. Dans ce dernier cas l'énergie 
d'un quantum du son (phonon) vaut £ = how, et son impulsion 
p — Àk — (E/u}s, où u est la vitesse du son (pour le son, la dis- 
persion est généralement négligeable, et on peut ne pas faire de dif- 
férence entre les vitesses de phase et de groupe). Bien entendu, 
de même que pour l’électrodynamique, dans le domaine de l'effet 
Doppler anomal, la source acoustique animée du mouvement super- 
sonique passe «en haut» (c.-à-d. elle s’excite) étant ainsi en 
quelque sorte « amplifiée » [83]. 

Examinons maintenant le trait très intéressant dû à la non- 
coïncidence des directions des vitesses d'ondes de phase et de groupe, 


*) Les quanta des ondes de plasma sont souvent appelés plasmons. Si on 
entend par photons les quanta d'un champ électromagnétique arbitraire dans le 
milieu (en toute rigueur, il s'agit du champ libre, c.-à-d. du champ en l'absence 
de charges et de courants), les plasmons sont alors un cas particulier des pho- 
tons dans le milieu. 
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qui peut se manifester dans un milieu anisotrope ou lorsqu’on tient 
compte de la dispersion spatiale (cf. [57]). Si la projection duw/dk 
de la vitesse de groupe sur la direction perpendiculaire à la vitesse de 
la particule (c.-à-d. la quantité dow/dk,, où k, est la projection de 
k perpendiculaire à v) est négative, il semble que l'énergie ne quitte 
pas la source maïs y est absorbée. Dans de telles conditions, il faut 
pourtant utiliser non pas:les potentiels retardés mais les potentiels 
devancés (84, 85]. Si l’on adopte que le vecteur k est toujours dirigé 
dans le sens de la vitesse de phase, alors pour dow/dk, << 0 ce vecteur 
dans les ondes Tchérenkov et Doppler sera dirigé vers la trajectoire 


Fronts / / : 
d'onde 


Fig. 7.1. Rayonnement Tchérenkov pour du'dk, > 0 et dw/dk, < 0. 
k. — projection du vecteur d’onde pernendiculaire à la vitesse v de la particule 


de la particule, et l'énergie, comme il se doit, s’écartera de Ja tra- 
jectoire. Dans le rayonnement Tchérenkov, la différence entre les 
cas doœ/dk, > 0 et do/dk, << 0 est matérialisée par la figure 7.1. 
Avec dw/dk, << 0, l'angle 6, est déterminé toujours par la condition 
Tchérenkov (6.53), ce qui résulte, pour le choix de la direction k 
envisagée, des considérations interférentielles ainsi que des lois de 
conservation (7.1), (7.2). Ceci se déduit du fait que nous utilisons 
les ondes planes du type exp [i (kr — wt)l telles que l'impulsion du 
quantum correspondant dans le milieu soit égale à (£wn/c) (k/k); 
quand'on utilise ces ondes il n’y a aucune différence entre les direc- 
tions k de la figure 7.1a et 7.1b, puisque en termes des ondes planes, 
la position du front d’onde dans les deux cas est la même (il s’agit 
des fronts de vecteur k qui repose sur le cône Tchérenkov). Pour 
dw/dk, < 0, la formule (6.59) de l'effet Doppler reste également 
vraie. Or, la différence physique entre les cas considérés est, certes, 
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très importante, elle est due à ce que la direction de la vitesse de 
groupe n’est pas la même. Ainsi, dans le cas habituel d’un milieu 
isotrope (cf. fig. 7.1a), la vitesse de groupe est parallèle à k. Pour ce 
qui est du cas représenté sur la figure 7.1b, la vitesse de groupe dw;dk 
est antiparallèle à k, et donc le vecteur dw/dk est dirigé sous un angle 
obtus 0, = x — 0, par rapport à la vitesse de la particule. Dans 
ces conditions, lorsque une particule traverse une plaque d'épaisseur 
finie, le rayonnement Tchérenkov est émis par la surface arrière de 
la plaque, étant également réfractée d’une façon insolite sur cette 
surface (ceci est rendu clair par [84]). 

Pour les électrons qui se déplacent à la vitesse superlumineuse 
dans un plasma ou dans un milieu ralentisseur en présence d’un 
champ magnétique, ainsi que dans des cas analogues des électrons 
animés d’un mouvement oscillatoire (grands nombres quantiques 
associés au mouvement transversal), il n’y a que le domaine classi- 
que qui présente généralement de l’intérêt. Dans ces conditions, le 
problème de l’émission des ondes et de l’amortissement ou de l'am- 
plification des oscillations transversales des électrons peut et doit 
même se résoudre par des calculs classiques. La question se ramène 
au fond au calcul de la force de réaction du rayonnement due au 
mouvement de la charge dans le milieu. 

Examinons ce problème du point de vue plus général. 

Puisque la présence d’un milieu peut changer radicalement 
l’allure de l’émission des ondes électromagnétiques par une particule 
en mouvement (cf. chapitre 6), il est clair que la réaction de rayonne- 
ment dans le milieu change également et parfois ce changement est 
très important. Ainsi, un oscillateur à pulsation w dans un plasma 
isotrope à indice de réfraction nr — W1 — 4ne*N/mw® en général 
n’émet pas pour w# = 4ne?N/m > w°, lorsque & = n° << 0; pour une 
approximation non relativiste un électron dont la giration dans le 
champ magnétique H, a lieu à la fréquence angulaire ©; = eH,/mc 
(cf. [64, 86]), ne rayonne pas dans un magnétoplasma. Dans ces deux 
cas la force de réaction s’annule certes, alors que dans le vide elle 


vaut f — (2e°/3c*) r. D'autre part si, le mouvement dans le milieu 
étant uniforme, la vitesse pour certaines fréquences est & >> c/n (w} 
une force de réaction Tchérenkov frcn apparaît dont le travail par 
unité de temps s'écrit frenv = —dW/dt. Aussi est-il clair que 
d’après (6.58) 

fc? 


Êrch — re. [1-5 Jo du. (7.9) 


Ce qui vient d'être dit pose déjà le problème de calcul de la réac- 
tion de rayonnement dans un mouvement arbitraire de la charge dans 
un milieu quelconque. Autrefois ce problème n'’attirait pas beaucoup 
d'attention. Il en est ainsi probablement du fait que pour le mouve- 
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ment dans un milieu, la force de réaction est ordinairement bien plus 
faible que la force de freinage due aux pertes par ionisation. Ainsi 
les pertes par effet Tchérenkov qu’on peut considérer comme pertes 
par radiation, même dans un milieu transparent mais dense consti- 
tuent seulement une faible part de pertes totales. La situation ne 
change pas en général si le déplacement de la charge n'est pas unifor- 
me. Il existe pourtant des cas intéressants, importants pour la pra- 
tique, lorsque les forces de réaction produites par le mouvement 
dans le milieu sont quand même notables (mouvement dans un magné- 
toplasma, mouvement dans des canaux, des fentes, au voisinage de 
la surface du milieu) et il faut en tenir compte. 

Donnons ici le schéma des calculs de la force de réaction dans 
un milieu [79] sans craindre comme convenu les répétitions. 


Pour une charge ponctuelle de densité p = eô (r —R), | 6 dr — 


— 1 les équations du champ et les équations du mouvement sont de 
la forme 


rot H = evô(r—R)++%, 
div D=— 4xeô(r—R), (7.10) 
rot E=—7%, divH=—0, 
c dot 
d my 1 
a (S) <(E+ Ho} + 


+ef {E &)+ + 1H (1 } 6 (r—Rj)dr. (7.11) 


Ici KR (t) est le rayon vecteur de la charge (v = R = dR/dt); E,, 
H,, les champs extérieurs; E, H, les champs produits par la charge 
elle-même (pour simplifier on admet que le milieu est non magné- 
tique). 

Pour un milieu arbitraire la seule méthode efficace pour résoudre 
le problème est de décomposer les champs en ondes planes normales, 
<.-à-d. la méthode que nous avons”appelée formalisme hamiltonien. 
J1 en résulte donc 


Da (©) = eg (w) Es (w), @, B — 12; 3, 


E= —{ 7% grad y, H = rot À, 

D = 7.12 

A=Värc Ÿ IP exp (ikar), Co 
À, j=1, 2 


n£; == Ea8 (0) (as)8(aXj)as 


se, FE + q.c. =0, (7.13) 
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où la condition (7.13) est retenue par commodité; q.c. est la quan- 
tité complexe conjuguée; la sommation se fait suivant les indices 
répétés deux fois ; l'argument « indique qu'on prend les composantes 
de Fourier; les champs réels valent D = D + D* = D + q.c., 
E — E + E*, etc. Dans les équations (7.12), (7.13) n;; est l’indice 
de réfraction et a;,, le vecteur de polarisation complexe associé 
à la j-ième onde normale. 

Les équations des potentiels qui s’obtiennent de (7.10), (7.12) et 
(7.13) sont de la forme 


- + 1. dAÀ 1 ay : 
AA — grad div À ——> 2ap 5 Ca —— EGP Zn gee ce 1 di 
47 . 4 
= — 2 Je = — = evô(r—R), (7.14) 
as Ge dzp te — 


-où e, est le vecteur unité de l’axe « et j. — evô (r — KR), la densité 
de courant qui correspond à la particule considérée; une certaine 
différence dans les notations adoptées et la définition de certaines 
grandeurs par rapport à celles employées au chapitre 6 s'explique 
‘par la commodité et la possibilité de recommander au lecteur les 
articles [79, 87], où les calculs qui font appel à ces notations sont 
plus détaillés. 

En portant le développement (7.12) dans (7.14) on obtient pour 
les amplitudes du champ g;7 un système d'équations d’oscillation 
dont l'intégration est élémentaire. Les champs ainsi définis doivent 
être portés dans l'équation du mouvement (7.11) pour obtenir *) 

d my e? Lee a;(v'a;) 

Le J ] , 
cpl | | mette 
j=1,20 0 

æ 


Le 


—i[v{ka;]] 
oy 
Lac. = Fotfrags (7.15) 


R'=R(#), v'=v(#”) et Fo=e {Eo+—IvHol}. 


*) Notons que le calcul se fait en admettant que la charge n'est pas ponc- 
tuelle mais possède un certain rayon r,. Cependant, au lieu d'une introduction 
explicite du facteur forme il suffit en intégrant sur k d’introduire la limite supé- 
rieure kmax > 21/r0. De plus, la force de réaction qui nous intéresse, à la diffé- 
vence de Ta masse électromagnétique, ne dépend pas de ré 
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La méthode appliquée de calcul de la réaction de rayonnement 
est dans plusieurs cas commode même pour un milieu isotrope ou 
le vide. Dans le cas du vide on a pu s’en convaincre au chapitre 2. 
Par ailleurs, pour une particule en mouvement uniforme dans un 
milieu isotrope à indice de réfraction n >> c/v (7.15) conduit à la 
formule (7.9) de la force de freinage par effet Tchérenkov. 

Le mouvement superlumineux d'un oscillateur a été examiné 
dans [79]. Dans un milieu isotrope, pour un oscillateur qui vibre 
parallèlement à la vitesse de translation vo, on a 


R=1{0, 0, wit+ RosinQt}; v= 40, 0, vo +vcos Qt}, 
v. = RQ, a={1, 0, O0}, a: —4{0, cos, —sin 8}, | (7.16) 
k=—4{0, ksin0, kcos0}. 


dans ce qui suit il ne sera question que de l'approximation dipo- 
laire, du cas où 


kRo==n(o) Ro 1. (7.17) 
Dans ces conditions on tire de (7.15) l'expression suivante du 


travail appliqué ae le champ de rayonnement à la particule 
T T 


A= Î Vrad dt = vo frad, : dt +0 | cos Qtfraa, : dt = Ao+ A, (7.18) 
0 0 0 
A=—<Ei | & ce ro (— ) Jdw+ 
Bon (w) cos 0-<1 
de | ot [1— art (1+ =) "]æ}, (7.19) 


Bon cos 0>-1 


: (e 
D MH Por (v) cos 6]? 


Si la relation de dispersion a l’allure d’un « palier », e.-à-d. 


Po =, (7.20) 


n(o)=n=const pour o<LOm; | 
(7.21) 
n (o@) = 1 pour P>Um; 
alors le résultat (7.19) peut se mettre sous la forme 
eRREnT sins 0 dô 
A 4c3 | 1 1—Bor cos 0 |S (2,22) 


où, pour l’effet Doppler anomal, 


(0 LO<arccos ie : 
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et pour l'effet Doppler normal, 


arcCos Er <0 LT 


T 
La grandeur U— | ra — —A > 0 est égale à l'énergie 


émise par la particule Dendant le temps T. L'expression (7. 22} est 
un analogue de la formule (6.63) associée à un oscillateur qui vibre 
perpendiculairement à la vitesse de translation. 

Le travail du champ de rayonnement absorbé par l’augmentation 
ou la diminution de l'énergie d’oscillation d’une particule vaut, 
conformément à (7.19), 


A4 Et tem (t+4) Je 


_ | [1 (1-5) Ja). (7.23) 


Bon (w) cos 0-1 


Dans le cas (7.21) 


A x 
eQtRENT ( | ___sins 0 d 0 d8 sin3 6 dû . 
= Vav. 94 
A_ = 7 4 { | (1 — Bon cos (1 — Bon cos 8 | (1 — Bon cus 0)t } (1.24) 
0 1 


A = arccos D (14), 4 = arccos (1) ). 


Ainsi, le rayonnement qui se propage en dehors du cône Tchéren- 
kov, auquel correspondent les deuxièmes intégrales de (7.23) et 
(7.24), amortit les oscillations, alors que le rayonnement à l’inté- 
rieur de ce cône (effet Doppler anomal), auquel correspondent les 
premières intégrales de (7.23) et (7.24), amplifie les oscillations *). 
Ce résultat est en parfait accord avec les considérations quantiques 
(cf. plus haut). On voit sans peine que les deuxièmes intégrales de 
(7.23) et (7.24) sont plus grandes que les premières. [1 s'ensuit que 
dans un milieu isotrope les vibrations d’un oscillateur sont toujours 
amorties et A. —+ 0 seulement si dans une grande partie du domaine 
d'intégration B,r (w©) —+ co. 

[79, 87] étudient encore le mouvement d’un oscillateur animé 
de vibrations perpendiculaires à sa vitesse de translation v,, ainsi 
que le mouvement hélicoïdal d’une charge dans un champ magné- 


*) Le travail positif À _ ou une de ses fractions est responsable de L'ampli- 
fication des oscillations du fait que 4 _ est le travail de la force de réaction sur 
la particule. | 
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tique. On y montre que dans un milieu isotrope, de même que dans le- 
cas précédent, les oscillations sont toujours amorties (cette conclu- 
sion n’est pas de rigueur pour les autres sources de rayonnement, 
par exemple, aux antennes de longueur suffisante). 

Pour élucider certaines particularités du mouvement superlu- 
mineux des charges dans des milieux anisotropes, il est commode 
d'examiner la translation d’un oscillateur le long de l’axe optique 
d’un cristal uniaxial non gyrotrope, l’électron étant considéré comme 
oscillant dans la même direction. On a 


R—{0, 0, wt+R,sinQt}, k—4{0, ksin6, kcosO}, 
a, — {0, cos0+ÆA;sin6, —sin0+K,cos6}, a — {1, 0, 0}, 


(ax?—e )cos0 n°2 2 
Ke L 1) _1_ sin A Re eh kR 41, 


2 s $ 
ë, Sin6 n° || E, 


(7.25) 


où n, est l’indice de réfraction de l'onde extraordinaire la seule 
émise dans le cas considéré. La grandeur À, est le rapport des com- 
posantes parallèle et perpendiculaire au vecteur k du vecteur d'in- 
tensité du champ électrique d’une onde extraordinaire; ce vecteur 
électrique est parallèle au vecteur de polarisation a, (cf. chapitre 6). 

Maintenant on peut obtenir les expressions qui correspondent aux 
formules (7.19) et (7.23) 


4c3Po [e, (w)sin*0+e,, cos? 6]? Ù 
Li+Le 
À e2R£QT : 2 °L (w) sin? 6] 1—(cotg 0/#4) (0n1/90 [1 dw 
4c3Bo { 5 | [e , (w) sinf 6+e,, (w) cos* 0[? 


L 
, € (w)sin*6[1—(cotg 0/n:) (n1/90 |”! do À (7.26) 
L2 


[e, (w) sin? 6 +e,, (@) cos 6]*° 


Ici les domaines d'intégration L, et L, sont déterminés par les 
relations Doppler 


1 — Bon (w, 0) cos 8 = Q/w (7.27) 
pour les fréquences Doppler normales (domaine Z;) et 
Bon (w, 8) cos 8 — 1 = Q/w (7.28) 


pour les fréquences Doppler anomales (domaine Z.). On voit aisément 
que les deux intégrales pour ÀA- de (7.26) sont toujours positives. 
Cela signifie qu’au rayonnement des fréquences dopplériennes 
normales (première intégrale de (7.26)) correspond l'amortissement 
des oscillations, alors qu’au rayonnement des fréquences dopplé- 
riennes anomales, leur amplification. 
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Ï1 convient de noter que cette division est en quelque sorte con- 
ventionnelle, et ce n’est que la force égale à la différence des deux 
intégrales qui a un sens physique. 

A la différence du cas isotrope, le problème considéré peut donner 
lieu non seulement à l’amortissement des oscillations mais aussi 
à leur amplification (on a en vue le signe du travail A. tout entier, 
et non celui de ses parties). Supposons, par exemple, que ey et 8, 
ne dépendent pas de la fréquence; en outre, e, 0, e, > 0; alors 
ni (0) —+ © pour un angle défini par la condition (cf. l’expres- 
sion (7.25) de n°) 


e. sin20, + ey cos* 0% — 0. (7.29) 


Dans un tel milieu les ondes extraordinaires peuvent se propager 
sous un angle [8 |<<|64|, mais pour les angles ln > 6 > 6% 
on a déjà ñ? << 0 et la propagation des ondes est rendue impossible. 
Ensuite, n° est minimal et égal à e, pour 6 = 0. Si maintenant 
Boei >> 1, ey peut toujours être choisi tel que l’angle Tchérenkov 8, 
soit plus grand que 8, (ici B,n cos 6, = 1). Dans ces conditions, 
évidemment, en général, le rayonnement Tchérenkov n’a pas lieu 
(à l’angle 6, correspondent les valeurs de ñ#° << 0) et en avant sont. 
émises seulement des ondes Doppler anomales (pour 8 << !/,n, 
et en fait pour 6 < 6). En arrière (pour x << 6 << 8.) sont émises 
les ondes Doppler normales, mais là (1 — Bon, cos 6) — 
= (1 + Por | cos 8 | ) et le travail total 4_ est positif. On peut le 
voir en passant dans (7.26) compte tenu de (7.27) et (7.28) à l’inté- 
gration sur 0, d’où il résulte pour le cas envisagé 


R. 4 
4 — <9SRIT n$ (0) sin3 6 d8 
7 40 { À ei] [Boni (60) cos 8— 1H 


SA 
n? (0’) sin3 6’ d6” 
: | ef IBora (67) cos d + 1 s) en) 


(4 = arccotg y =) : 
n. 


où 8” = x — 6. Ici 4. => 0 du fait que la première intégrale de 
(7.30) est toujours plus grande que la deuxième. Ainsi le cas considéré 
donne lieu à l’amplification des oscillations. 

La question du mouvement d’une charge dans un magnétoplasma 
fait l’objet d'étude de [87], où l’on montre que dans des conditions 
déterminées, ce cas-là donne aussi lieu à l’amplification des oscilla- 
tions, ou plus exactement à l’« extension» des spires de la trajectoire 
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hélicoïdale de la particule dans le champ magnétique. Ainsi, le 
‘pompage a lieu, par exemple, si 


2 
&Wp eHo »  Ante®N 
5 —“Po<Î, Op — me ? Op — m 


où H, est le champ magnétique uniforme où se trouve plongé le 
plasma ; Ÿ, la concentration des électrons du plasma. Le pompage 
apparaît également pour les valeurs suivantes des paramètres (ils 
sont obtenus par intégration numérique): $, = 0,01; w;/w; —= 10 
et Bo = 0,99; wÿ/wf — 10. Mais si, par exemple, B, — 0,99 et 
Oo —= 0,01, le mouvement transversal de la particule s’amortit. 

Dans le cas des oscillations l'énergie du mouvement progressif 
(dans le cas actuel c'est le déplacement le long du champ) est trans- 
férée au mouvement transversal. Îl en résulte que la vitesse de la 
translation v, diminue et le pompage prend fin lorsque la vitesse &, 
atteint la valeur minimale de la vitesse de la lumière c/ñnmax dans 
le milieu donné. 

La différence entre les signes de la force subie par le mouvement 
oscillatoire de la particule, dans le cas de l’effet Doppler normal, 
correspond totalement aux conclusions tirées des lois de conserva- 
tion (cf. plus haut). Comme nous l’avons déjà souligné, dans le cas 
isotrope, cette différence affaiblit le « freinage » ou même pratique- 
ment l’annule, mais elle ne peut pas déclencher le pompage des 
vibrations de l’oscillateur (pour le rayonnement superlumineux, 
l'effet quantique du pompage des oscillations associé à l’étalement 
.du paquet dans l’« espace d'énergie », certes, a lieu aussi dans un 
milieu isotrope). Dans un milieu anisotrope et, notamment, dans 
un magnétoplasma le pompage des oscillations est possible. 

Ïl est parfaitement clair que l'instabilité des faisceaux « super- 
lumineux » des particules qui dans une approximation classique 
apparaissent déjà dans un milieu isotrope, est étroitement liée à la 
réaction de rayonnement examiné précédemment d'une particule. 

Constatons également que dans ce qui précède, on admettait 
que le milieu était équilibré, ou en tous cas tel que si l’on tenait 
compte de l’amortissement (conductivité), il absorbait les ondes 
normales : leur amplitude diminue à mesure qu’elles se propagent 
dans le milieu. 

Dans les milieux à conductivité négative (on dit parfois que ce 
sont des milieux invertis) les ondes normales sont amplifiées (effet 
maser) et la question de la réaction de rayonnement impose une 
discussion spéciale [60, 88]. Dans ces conditions, l’intensification 
d'oscillations peut s’amorcer même à une vitesse infralumineuse 
(v << c/n), par exemple, dans le cas du mouvement d’un oscillateur 
non relativiste. 
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Vu la grande attention qu’on porte actuellement à la physique 
du plasma, examinons sommairement certains aspects associés à la 
théorie du rayonnement à des vitesses superlumineuses (v> c/n). 

Dans un plasma isotrope, c.-à-d. en l’absence de champ magné- 
tique extérieur H,, pour les ondes transversales 


4neN 
m (@° + vê ff) 


(la vitesse de phase des ondes v,n = c/n > c); par conséquent, l'effet 
Tchérenkov est impossible (cf. pourtant, chapitre 8; plus haut on 
suppose que v<<c). Pourtant si l’on tient compte de l'agitation 
thermique, dans un plasma isotrope, peuvent se propager des ondes 


longitudinales *) telles que leur indice de réfraction soit (cf. [64] 
et chapitre 11) 


9 
ni, =1— 


ne EE = 1 — wp/0? BE — xT 
2 uR — 3pF ? TT nc? 
= TT. (7.31) 


Icie, m sont la charge et la masse de l’électron ; V, la concentration 
électronique; %, la constante de Boltzmann; T, la température 
absolue. La relation (7.31) est équivalente à l'équation de dispersion 


2 us + 3 pe 
D = 0ÿ +3 — 


et conduit aux expressions suivantes des vitesses de phase et de 
groupe 


ra c V'3xT/m 


13 V'1—«ÿ/o 


___dw _ 3xT = à V &p 
Re = me PV on V 1e 


Les ondes de plasma forment l’une des branches à droits égaux 
des ondes normales d’un plasma. La vitesse de phase des ondes de 
plasma peut être inférieure à la vitesse de la lumière c dans le vide; 
par conséquent, ces ondes rendent possible l’apparition de l'effet 
Tchérenkov pour le mouvement « ordinaire » d’une source (particule) 
à la vitesse v << c. Un tel rayonnement apparaît précisément lorsque 
les particules chargées se déplacent dans un plasma : l’énergie qu'elles 
perdent par collisions « lointaines » va justement au rayonnement 
Tchérenkov des ondes de plasma. Une particule de charge e et de 


(7.32) 


*) Nous ne tenons pas compte du mouvement des ions et de la sorte pas- 
sons outre les ondes longitudinales quasi acoustiques (basse fréquence) (cf. [64] 
et chapitre 11). Nous ne tenons pas compte non plus de l'absorption due aux 
collisions en posant le nombre de collisions vers = 0. 
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vitesse v sensiblement plus grande que la vitesse thermique vr — 


= Y xT/m perd par ce rayonnement par unité de temps l'éner- 
gie [89] 


dé 5 2v3 


L'émission par une particule en mouvement des ondes de plasma 
ne s’appelle pas dans les cas courants effet Tchérenkov. La question 
de la dénomination n’est pas très importante, certes, et d’ailleurs 
c'est une affaire de goût ou d'habitude. Néanmoins, nous pensons 
qu’il est très à propos de parler de l’effet Tchérenkov justement dans 
le cas du rayonnement des ondes de plasma (et non, par exemple, 
dans celui des ondes acoustiques). Premièrement, comme nous l’avons 
déjà dit, dans un plasma isotrope, les ondes longitudinales (de plasma) 
sont aussi essentielles que les ondes électromagnétiques (transversa- 
les). Deuxièmement, et ceci est plus important, dans un magnéto- 
plasma (c.-à-d. en présence d’un champ magnétique extérieur H,) 
apparaissent dans le cas général trois ondes normales qui ne sont ni 
longitudinales ni transversales. Dégager dans ces conditions les ondes 
de plasma devient une chose tout à fait conventionnelle [64]: la 
division des ondes émises par une charge se déplaçant dans un magné- 
toplasma en ondes électromagnétiques Tchérenkov et ondes de type 
plasmique est en fait tout aussi conventionnelle. De plus, dans les 
conditions où le champ magnétique extérieur H, tend à s’annuler 
(passer à l’isotropie), l'émission Tchérenkov ne disparaît pas mais 
se transforme en permanence en une émission des ondes de plasma 
‘mentionnée [86]. 

Notons que ce qui vient d’être dit se rapporte non seulement au 
plasma gazeux mais aussi à d’autres milieux pour lesquels on peut 
parler avec une certaine approximation de la propagation des ondes 
de plasma. Sous ce rapport, les milieux optiques anisotropes (cristaux) 
constituent un analogue des magnétoplasmas. 

Dans les corps solides et liquides les fréquences de plasma ©, — 


— V 4ne°N/m sont très élevées (elles reposent dans la plage ultra- 
violette du spectre). C’est pourquoi il importe déjà de tenir compte 
de la quantification et on introduit la notion susmentionnée des 
plasmons [90], quanta des ondes de plasma, d'énergie ho Æ ho, 
(ici on admet que le milieu est isotrope). Il est évident que la diffé- 
rence entre les plasmons et les quanta du champ électromagnétique 
d’un milieu (« photons dans le milieu ») ne correspond qu'à la dif- 
férence entre les ondes transversales et longitudinales (cf. plus haut). 
Dans un milieu anisotrope cette différence n'existe en général pas 
et les pertes d’énergie dites discrètes lors du passage des électrons 
par des couches minces [90] peuvent en toute raison être considérées 
comme résultant de l'effet Tchérenkov [91]. En étudiant les pertes 
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discrètes il est important de tenir compte également de l’impulsion 
des photons ou des plasmons [90]. 

Dans le cas d’un plasma de gaz raréfié, lorsque les fréquences « 
sont relativement faibles (on a en vue la condition äw, < ‘/.Mv°, 
kon < XxT, où M est la masse et v, la vitesse de la particule émettri- 
ce; T, la température du plasma), l’utilisation des concepts quanti- 
ques n’est pas de rigueur. Pourtant, là aussi, de même que pour les 
ondes électromagnétiques, l'application de la théorie quantique du 
rayonnement et de l’absorption des ondes de plasma, ainsi que de la 
notion même des plasmons, peut être très commode et efficace. 
Indiquons à titre d'exemple, le calcul de la réabsorption des ondes 
de plasma et la recherche du critère d'instabilité d’un faisceau de 
particules se déplaçant dans un plasma [81]. 

L’instabilité d’un faisceau apparaît si les perturbations (ondes) 
qui s’y forment vont en augmentant. Du point de vue quantique, cela 
signifie que le coefficient d'absorption des ondes (quanta) du faisceau 
doit être négatif (c.-à-d. u << 0), ce qui a précisément lieu si les 
particules du faisceau, premièrement, peuvent en général émettre 
des ondes, et deuxièmement, si la fonction de distribution de parti- 
cules dans le faisceau suivant les vitesses assure la prédominance de 
l'émission induite sur l’absorption. Une particule suffisamment rapi- 


de (v à l’xT/m) se déplaçant dans un plasma isotrope rayonne, 
comme nous l’avons dit, des ondes Tchérenkov de plasma. Quant 
au coefficient d'absorption pu, il est négatif (on observe un plus grand 
nombre d'événements sous la forme d'émission induite que d’événe- 
ments sous la forme d'absorption), si le faisceau compte plus de 
particules aux niveaux « supérieurs » qu'aux niveaux « inférieurs » 
(cf. (7.7), (7.8) et, plus en détails, le chapitre 15). Pour des particules 
sans degrés de liberté internes (c.-à-d. électrons libres, protons, etc.) 
ou en négligeant la modification de la structure interne, le niveau 
supérieur correspond simplement à une plus grande vitesse. De là 
il est immédiat qu'un flux est instable si pour l’un quelconque 
intervalle de vitesses les particules rapides sont plus nombreuses 
que de particules lentes, c.-à-d. si la dérivée de la fonction de distri- 
bution des particules dans le faiseau suivant les vitesses f, (tv) est 
positive. Cette même condition d'instabilité, df,/dv > 0, peut 
également s’obtenir à partir de la théorie classique [92], mais à la 
suite d’une étude spéciale. Tout aussi et même plus efficace dans un 
certain sens (vu la grande complexité du problème) est la méthode 
quantique de déduction du critère de stabilité pour le cas déjà 
mentionné d’un faisceau des particules chargées se déplaçant dans 
un magnétoplasma (ici il faut tenir compte de la variation de la 
projection de la vitesse de la particule perpendiculaire au champ 
magnétique ou, dans le langage quantique, tenir compte des transi- 
tions entre les niveaux d'énergie pour le mouvement perpendiculaire 
au champ et qui est quantifié [45, 80]). 
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A titre d'illustration examinons par souci de simplicité le rayon- 
nement dans la direction de la vitesse v d’un flux unidimensionnel 
de particules (dans le cas général, le rôle de f, (v) est rempli par la 
fonction f, (24), où v, = v cos 0 est la projection de la vitesse des 
particules du flux sur la direction du vecteur d’onde k des ondes 
émises). Pour la fonction de distribution de la forme 


M : 
fs (vx) = const-exp { — GT, (0h — Vo COS ex} : 


représentée sur la figure 7.2, le coefficient u >> 0 dans le domaine 7], 
où df, (vx)/du, << 0 et u << 0 dans le domaine J avec df, (v.)/duy > 0. 
En vertu de la condition Tchérenkov, 


fs (u) v cos 0, — vx — c/ns (w) et la fréquence 
des ondes rayonnées par les particules 

à valeurs différentes de v, (en particu- 

lier, à valeurs qui correspondent aux 

—. WT, _—  w domaines Z et II de la fig. 7.2) n'est 
os AE À pas la même; donc, les ondes ne peuvent 


s’amortir réciproquement et assurer la 

Fig. 7.2. Fonction de dis- Stabilité, même si p << 0 seulement pour 
tribution f,(v,) des parti- une petite partie des valeurs de v,. Re- 
cules dans un faisceau marquons que pour toute fonction tridi- 
mensionnelle isotrope de distribution 

des électrons suivant les vitesses f — f (1°), la fonction f (v;) — 


= | f (v*) dv, (v1 est la projection de la vitesse sur la direction 


perpendiculaire à k) n'a pas de dérivée positive et la distribution est 
stable. 

Le fait qu'une particule soit capable d'émettre des ondes Tché- 
renkov rend, certes, possible l'absorption par cette particule des 
ondes de même nature quelle que soit leur origine. Il est donc clair 
que le plasma doit être le siège, outre de l'absorption des ondes due 
aux collisions *), encore de l’absorption du type Tchérenkov. Dans 
un plasma isotrope une telle absorption n'existe pas pour les ondes 
transversales du fait que le rayonnement Tchérenkov n'existe pas 
non plus **). 

Mais les ondes de plasma doivent également être absorbées en 
l'absence de collisions. L'existence d’une telle absorption a été 


*) Les collisions des particules font apparaître le rayonnement de frei- 
nage. Le processus inverse consiste précisément à absorber les ondes sous l'effet 
des collisions. 

**) En utilisant la distribution de Maxwell usuelle des vitesses on peut 
aboutir formellement à la conclusion sur la présence d’une absorption très faible 
bien que différente de zéro. Toutefois, une telle conclusion est fausse, elle est 
due au fait que la distribution de Maxwell non relativiste n’assure pas l'absence 
des particules de vitesse v > c. 
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depuis longtemps mise en évidence d’une tout autre façon [93], 
sans recourir au rayonnement Tchérenkov. 

Considérons l'équation cinétique linéarisée des électrons de 
plasma (cf., par exemple, [64] et chapitre 11) 


it vvfi+LEVifo=0, f=fotfn fl Dh (7.34) 


(ici les collisions sont négligées, alors que f, (v) est la fonction de 
distribution en approximation nulle, c.-à-d. dans les conditions 
d'équilibre: distribution de Maxwell). La méthode de Fourier 
(c.-à-d. la substitution fi (v,r,t) — g (v)exp li (kr — wt)]) con- 
duit alors à l’expression 


 (@—kv) fi =< EVvfo. (7.35) 


Si wo —kv, on en tire en divisant par (wo — kv) l'expression 
définie de f.; en portant ensuite f, dans l’équation du champ 


2 : 
rotrot +", u=e vf.dv, 
on obtient l’équation de dispersion qui associe «w et k; cette équa- 
tion peut s'écrire c°k*/@® = nf, », 3 OÙ Pi, », n Sont les indices de 
réfraction utilisés plus haut pour les ondes de la forme considérée : 
transversales (7,,.) et longitudinales (n:). Pourtant, si l'égalité 
o — kv est possible, nous ne pouvons pas diviser (7.35) par (w — kv), 
et comme on peut le montrer [93], l’onde longitudinale qui se pro- 

page dans le plasma s’amortit. Mais la condition 


o=kv= Te cos0, = (7.36) 


est justement la condition Tchérenkov (6.53), (6.55). Comme nous 
l'avons dit, dans un plasma isotrope elle ne peut être respectée 
que pour les ondes de plasma dont l’absorption constitue précisément 
dans ce cas l'effet Tchérenkov inverse (dans ces conditions l'onde 
s’évanouit et les électrons de plasma dont la vitesse satisfait à la 
condition (7.36) acquièrent une énergie supplémentaire) *). 

En présence d’un champ magnétique extérieur (dans un magnéto- 
plasma) l'émission des ondes peut résulter des collisions (rayonne- 
ment de freinage), de l'effet Tchérenkov, ou de l’action de l’accélé- 
ration de la particule dans le champ magnétique (rayonnement 
synchrotron). Ceci fait qu'il existe trois mécanismes d'absorption. 
I1 faut d’ailleurs faire une réserve : la division du rayonnement et 
de l’absorption en rayonnement Tchérenkov et rayonnement synchro- 


*) L'interprétation physique de l'amortissement des ondes de plasma non 
lié aux collisions a été au fond déjà donnée dans [92], qui pourtant ne se réfé- 
rait pas explicitement à l’effet Tchérenkov. 
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tron est quelque peu conventionnelle. Nous savons que dans un 
champ magnétique une particule (un électron) se déplace suivant 
une ligne hélicoïdale en tournant à la fréquence of = onmcVEe — 
— (eH,/mc) (mc°/£&) (6 est l'énergie totale). Dans le vide un tel 
mouvement produit l'émission aux fréquences so (s — 1, 2, ...; 
pour simplifier, nous ne tenons pas compte ici du décalage Doppler). 
Mais en présence d'un plasma, le caractère du rayonnement (son in- 
tensité, directivité et polarisation) change et en plus des fréquences 
swf on peut voir apparaître un rayonnement spectre continu qui est 
certainement un effet Tchérenkov (si la particule se déplace suivant 
strictement le champ, le rayonnement synchrotron disparaît tout 
à fait). D'autre part, lorsqu'une particule se déplace, par exemple, 
suivant une circonférence dans le plan perpendiculaire au champ H,, 
elle n'émet que des fréquences discrètes sw, c.-à-d. dans la termino- 
logie adoptée, il s’agit seulement du rayonnement synchrotron. 
Mais au sens physique il est évident que dans ce cas-là aussi, si le 
rayon de la circonférence est suffisant et &/mc* © 1, le spectre du 
rayonnement est pratiquement continu et s'apparente dans le domaine 
correspondant des fréquences au spectre du rayonnement Tchérenkov. 
Ce qui vient d’être dit montre que dans le cas général seule est con- 
séquente l’étude unifiée du rayonnement et de l’absorption du frei- 
nage magnétique et Tchérenkov [94]. 

Examinons de plus près la définition des fréquences émises (et 
absorbées) dans le magnétoplasma. A cet effet écrivons l’équation 
des amplitudes du champ gq;; introduites précédemment (cf. (7.12)) 


quota = VA ma (vais) exp(—ikiR) =f(t), (7.37) 


où oi —= c’ki/ni, alors que R (t)et v — dR/dt sont le rayon vecteur 
et la vitesse de la particule émettrice. 

L'équation (7.37) s'obtient en portant le développement (7.12) 
dans l'équation du potentiel vecteur (7.14), en multipliant cette 
équation par a?, exp (—ik;r) et en l’intégrant sur l’espace. Si on ne 
parle pas du facteur constant, la forme de la « force » f (t) de (7.37) de- 
vient tout de suite évidente, puisque 


| (jea?y) exp (—ik;r) dr =e (vaï;) exp (—iki1R) 


pour ji, =evô(r—R) (cf. (7.14)). 

L'équation (7.37) ne possède des solutions croissantes dans le 
temps pour g:, conformes au rayonnement qu'aux fréquences w;, 
qui figurent dans le spectre de la & force » f (t). Si, par exemple, un 
électron se déplace uniformément, alors R = vf et dans le spectre 
de la « force » f ne figure que la fréquence © = kv. C'est pourquoi 
la condition de rayonnement devient &@;,; = © = kv, c.-à-d. on 
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obtient tout de suite la condition Tchérenkov (7.36), comme nous 
l'avons déjà dit au chapitre 6. 
Pour un électron dans un champ magnétique H, dirigé suivant 
l'axe z, 
R—{Rocosot, Rosinœt, vit}, 
v—{—v,sinot, v1Cosœt, U.}, 
Ur — RO, 
f(t) = const (—a$v, sin œoft—+arv, cos ft + az v:) X 
X exp{—i(kR, sin à sin wft + kv, cos at)}, 
où pour simplifier on a posé k, — 0; & est l’angle entre k et H, 


(axe z). En utilisant le développement de l’onde plane en fonctions 
de Bessel 


(7.38) 


+00 
exp {— ik, Rosin a sin oxt} = D J,(k1Rosin a)exp(—iswñt), 


on obtient sans peine la condition de la résonance 
O=SOÿ +Av,cosa; 5s=0, +1, +2, +3, ... (7.39) 


Pour s — 0, cette condition est identique à la condition Tché- 
renkov (7.36) avec v = v,; par ailleurs, tous les termes en s 0 
sont absents seulement si le déplacement a lieu rigoureusement le 
long du champ, lorsque R, = 0. Pour s 0, au lieu de (7.39) on 
peut écrire (n = ck/w) 


SOE 0 | 

n 1— (vzn/c) cos «& ” : | (7.40) 
SO 0 | | 

9 Gnjgcowa-t1” °<? 


de plus, comme dans tout ce qui précède la fréquence est positive. 

Si la vitesse v, < v, = v cos 6, alors l’électron rayonne dans 
le champ magnétique comme deux doublets choisis de façon con- 
venable et se déplaçant le long du champ à la vitesse v, Æ v, à quoi 
répondent les valeurs s = +1 (plus précisément, l'intensité des har- 
moniques plus élevées est faible si 4 R, sin & — (wn/c) (v,/wx) X 
x sin &« € 1). Pour s = +1 les formules (7.40) coïncident au fond avec 
la formule (6.59) de l'effet Doppler dans un milieu (évidemment pour 
ce mouvement dans un champ magnétique woo V1 — v°/c? — 
= OoonCVlE = oumlE = wh, puisque w est la fréquence dans 
le système où le centre de gravité de la source est au repos). 

En passant du rayonnement à l’absorption, nous voyons que dans 
le magnétoplasma les ondes aux fréquences (7.39) qui correspondent 
au rayonnement de freinage magnétique et Tchérenkov (compte tenu 
de l’effet Doppler) doivent être absorbées. Notons qu’on peut aboutir 
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au même résultat [95] en examinant, l’électron se déplaçant dans un 
champ magnétique, le spectre des fréquences de la force qui agit 
sur cet électron dans le champ de l’onde (la fréquence de la force 
n'est pas égale à la fréquence du champ E du fait que l’électron se 
déplace et à des instants différents se trouve dans un champ d'’in- 
tensité différente). 

Dans ce qui précède nous n'avons exposé que les conditions de 
rayonnement et d'absorption. Le calcul de l’intensité du rayonne- 
ment et du coefficient d'absorption est déjà un problème à part qui 
parfois est très lourd. Il se résout tant par la méthode d’équation 
cinétique que par d’autres méthodes. Le résumé des résultats cor- 
respondants relatifs au plasma non relativiste est donné dans [64] 
(cf. également chapitre 11). Il ne serait peut-être pas superflu de 
remarquer ici que l’absorption des ondes dans un magnétoplasma, 
non liée aux collisions, joue un grand rôle et non seulement à des 
températures surélevées (dans des installations utilisatrices des 
réactions thermonucléaires), mais aussi, par exemple, dans la cou- 
ronne solaire (température T — 106 degrés; cf. (45, 64]). 

Dans les cas courants on envisage seulement le rayonnement 
Tchérenkov des charges ponctuelles ou des paquets chargés. D'autre 
part, il est parfaitement clair que l'effet Tchérenkov est produit 
par toute source se déplaçant à la vitesse v, supérieure à la vitesse 
de phase de la lumière dans le milieu v,, = c/n. Autrement dit, la 
condition de rayonnement (6.53) se conserve aussi pour tout multi- 
pôle, en particulier pour les doublets magnétique et électrique (cf. la 
bibliographie de [65-68]) ; quant à l'intensité du rayonnement, elle 
change sensiblement et déjà pour les doublets (sans parler des multi- 
‘pôles plus élevés) elle est d'habitude sensiblement plus faible que 
pour une charge. Ainsi, suivant l’ordre de grandeur, pour & — c 
et rx — 1 l'intensité du rayonnement d'un doublet électrique de 
moment p = ed est p“w?/e*c® — (d/À)° fois plus petite que celle du 
rayonnement de la charge e; dans le cas d’un doublet magnétique u 
ce rapport est de l’ordre de u*w*/e*c® (la présence du facteur (d/À)? 
s'explique sans peine si le doublet est envisagé comme deux charges 
-+e et —e séparées par la distance d; cf. (96]). 

Pour les particules élémentaires (électrons, neutron, etc.) ou les 
noyaux atomiques, le rayonnement Tchérenkov du doublet magné- 
tique est très faible et ne présente pas d'intérêt. La situation change 
lorsqu'on examine les paquets de particules qui dans certaines con- 
ditions rayonnent comme particules ponctuelles de charge et mo- 
ments multipolaires caractéristiques du paquet tout entier. C'est 
précisément cette situation qui peut se présenter dans le cas des 
paquets ou des courants annulaires se déplaçant dans un magnéto- 
plasma ou suivant l’axe des canaux et des fentes, ainsi qu’au voisi- 
nage d’un système ralentisseur, etc. D'autre part, le calcul de l’inten- 
sité du rayonnement Tchérenkov des doublets est un procédé métho- 
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dologique connu qui permet en particulier d'obtenir certains ren- 
seignements sur le moment magnétique des particules de spin différent 
(cf. la bibliographie de [68]). Pendant longtemps, le rayonnement 
Tchérenkov d’un doublet magnétique présentait des points obscurs. 
Enfin, il est assez curieux d'établir comment évolue le rayonnement 
Tchérenkov des doublets lorsqu'ils se déplacent dans des canaux et 
des fentes. Pour toutes ces raisons nous allons examiner d’une façon 
plus détaillée le rayonnement Tchérenkov des doublets en nous 
guidant par (68, 97]. 

Considérons une particule ponctuelle de charge e, de moment 
électrique dipolaire p et de moment magnétique u qui se déplace 
à la vitesse v — es La densité de courant associé à la particule 
vaut alors (0. est la densité de charge; M, sa magnétisation; P, la 
polarisation ; cf. également (6.20)) 


: oP 
i—=pev+c rot M += 


— evô(r—vt)+crot{u6 (r—vt)}+-T {pô(r—vi)}. (7.41) 


Pour simplifier admettons que le milieu est isotrope et non 
magnétique (perméabilité magnétique pu = 1; ne pas confondre avec 
le moment magnétique u!). Alors, en adoptant que le potentiel 
vecteur À satisfait à la condition div À = O0, on obtient l’équation 
(cf., par exemple, (7.14) pour e,8 = eô,8 et chapitre 6) 


AA = j4E grade, Ap=—<Æ, (7.42) 


\ 
À — > (qajAaj + qiAñ), Axj=c = a1;expikir, 
À, J 


Ron —— Ôij k;a;; = 0, bd, ] = 4 2, 


2. + H3 
Br — (— —— dv — > (P2.5PX5 + Oiqa50)» (7.43) 
15 
1 0A dqh; 
Er = ———) H = rot À, Di == = Q).js 


c3k? 


€ 


p- 
On); —_— [OZ _— 


Ici, évidemment, œ est le potentiel scalaire ; &#;,, l'énergie du champ 
transversal et a; ,, les vecteurs de polarisation. En portant dans (7.42) 
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l'expression (7.41) et en intégrant sur le volume après avoir multiplié 
par Af; on a 


. 4 rer - 
Qu + OA Ga = — | (GA) dV — 


— A {e(ai;v) —icu [kia;;]— à (a:,p) (kiv)}exp(—ikavt). (7.44) 
En intégrant les équations (7.44), par exemple, sous les conditions 


initiales qa; (0) = g:5 (0) — 0, on trouve l’énergie “£,,. Cette 
énergie contient une partie qui croît dans le temps et qui est liée 
à la résonance sous la condition Tchérenkov w; — kv. La partie 
de 2,4, qui croît dans le temps (dans ce qui suit il ne s’agira que 
d’elle) ne dépend pas des conditions initiales et se calcule aisément 
en introduisant les densités d’états: 


3/20° do dQ 
dZi(v)= Rs — 
et en intégrant sur l’angle 6 entre k et v (ci-dessus dQ = sin 0 d8 do). 
Toutes ces opérations ont déjà été réalisées aux chapitres 1 et 6. 
(7.44) rend clair que le rayonnement de la charge e et des doublets 
de moments p et u est déphasé de x/2, l’interférence n’apparaissant 
pas ainsi entre le rayonnement de la charge et des doublets. Autre- 
ment dit, l’énergie rayonnée par unité de temps est égale à la somme 
de l'expression (6.58) de la charge et de l’expression des énergies de 
l'effet Tchérenkov des doublets 


temps D (do [rte {uisa]++(ap)}"dp, (7.45) 
0 


j=1, 2 : 
où n°(w) = e (w) est la permittivité du milieu, 
cos 0 = cos 8, = c/n(w)v, s = k/k, 


6 et wp, les angles polaire et azimutal du système des coordonnées 
à axe : dirigé suivant la vitesse v. Dans (7.45), l’intégration par 
rapport aux fréquences s’opère suivant le domaine, où un (œw)/c > 1. 
Comme nous l’avons souligné au chapitre 6, le calcul susmentionné 
tient compte de la dispersion (dépendance de nr par rapport à w), 
bien qu’à première vue cela n’est pas évident. 

Pour un doublet magnétique de moment pu, dirigé suivant la 
vitesse, on tire de (7.45) [61] 


Th n(1—-5r) o do. (7.46) 


Pour un doublet électrique on obtient également tout de suite 
de (7.45) les expressions connues [76, 96]. Pour ce qui est des points 
obscurs susmentionnés, ils apparaissaient lorsque le doublet magné- 
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tique se déplaçait perpendiculairement à la vitesse. Si dans le systè- 
me de repos d’une particule les moments de ce doublet sont pu, et 
Po = 0, alors comme on le sait dans le système du laboratoire a = pa, 


et p — ZL [vul. Pour ce cas (avec v !_ u) on trouve 


fre {2 (id) (1) (té) } de. 7 


Cette expression coïncide avec celle obtenue dans [71], mais se 
distingue des résultats d’autres calculs. Ainsi, dans [96], au lieu 
de la formule (7.47) on donne la relation 


nav 


La divergence est due au fait que dans [96] et certains autres 
articles, on utilise les doublets magnétiques « vrais » formés par 
des pôles magnétiques (le calcul se fait d’abord pour les pôles magné- 
tiques dont on forme ensuite un doublet). Cependant, les doublets 
magnétiques « vrais » animés d'un mouvement, ne sont équivalents 
à un moment de courant que dans le vide. En effet, lorsqu'on utilise 
les pôles magnétiques à densité p, (r), les équations du champ de- 
viennent (cf., par exemple, [98]) 


nef jé (8 


rotH=t%E diveE=0, | 
nn. | (7.49) 
rot E — —. ET PmV, divuH=4xp, | 


où l’on admet que p = 0, j = 0 et B = uH (nous sommes obligés 
de rappeler encore une fois la nécessité de distinguer la permittivité 
et le moment magnétique, les deux étant notés par la même lettre L). 


D'où 
eu 0H 4x  d v) 
rot rot H + _ EYE Pr 2. ER 
3 
rot rot E++ = _# rot (PmnV). 


Or, en présence des charges électriques et des courants (mais 
pour Pm = 0), on a 


rot rot H += _ Les = rot (pv), 
2 
rot NITE y 2 


Ainsi, les équations des pôles magnétiques s’obtiennent des 
équations des charges en appliquant les substitutions 


E + H, H => —E, p — ph, u —e. 
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C'est pourquoi, en fait, le moment de courant pour u = 1 n’est 
équivalent au moment magnétique « vrai » que dans Île vide, lorsque 
e — 1. Alors que dans un milieu de e 1, le moment électrique du 


PE . E 
moment magnetique « vrai» en mouvement est _. [vu] et non pas 


£ [vu]. Cette substitution est équivalente à la prise en considéra- 


tion de la polarisation électrique du milieu entraîné par le dipôle [99]. 
Autrement dit, le doublet magnétique « vrai » est équivalent au 
moment de courant, « créé » par le matériau à permittivité € et de 
ce fait susceptible de polarisation. Il est curieux que ce cas est 
réalisable pour des paquets; à cet effet, comme nous l’avons dit, il 
faut que (pour la fréquence considérée) la permittivité e au sein du 
paquet soit égale à celle du milieu ambiant (par exemple, du plasma 
placé dans un champ magnétique). 

Pour le calcul quantique (cf. [61] et la bibliographie de [68]), 
les équations de Pauli et de Dirac (ainsi que les équations des parti- 
cules à spin 1, */. et 2) amènent en particulier les expressions du 
type (7.46) et (7.47). Si le spin est orienté dans la direction de la 
vitesse v ou dans le sens opposé, l'expression du type (7.47) s'obtient 
seulement pour les transitions avec des sauts de spin, du fait que les 
composantes de l’opérateur du spin perpendiculaires à v sont impor- 
tantes seulement dans les conditions de tels sauts. Or. le rayonne- 
ment Tchérenkov d’un doublet magnétique ne possède en fait aucun 
trait quantique particulier. 

L'expression (7.47) a cette propriété caractéristique par rapport 
à (6.58) et (7.46) que l’expression sous le signe d'intégration ne 
disparaît pas au seuil de l’effet (pour cos 0, = c/nv — 1), lorsque 


dW _ [ nu (1—+)" do. (7.47a) 


dt ve3 | 


Ce résultat n'a pourtant rien de paradoxal, puisque la puissance 
dW /dt, étant elle-même nulle au seuil, croît ensuite progressive- 
ment. En effet, avec l'accroissement de la vitesse, compte tenu 
de la dispersion, le rayonnement s’amorce à la fréquence relative 
à la valeur maximale de 7 (w). Ensuite, en tenant compte du recul, 
ce que dans un calcul quantique se fait automatiquement, on obtient 
la formule (7.3) où dans le cas d’un paquet, le rôle de la masse m est 
joué, évidemment, par la masse du paquet tout entier. En vertu 
de (7.3), même pour nr = const, la vitesse v allant en augmentant, 
le rayonnement s’amorce à la même fréquence, dans le cas concerné, 
à la fréquence w — 0; ainsi, avec la croissance de v le domaine 
d'intégration et la puissance du rayonnement elle-même (7.47) 
augmentent progressivement. 

Notons que le calcul quantique permet également d'obtenir 
l'expression de la forme (7.48); à cet effet, à l’équation de Dirac 


EFFET TCHÉRENKOV ET EFFET DOPPLER 157 


d'une particule chargée il faut ajouter le terme correspondant pro- 
portionnel à y;ykG;,, et dans le cas d’une particule au moment magné- 
tique non cinématique, remplacer Y;yaFix par YivaHir (ici Fin — 
= {H,iE}, H,, = {H, iD} et Gin = Fix — Hix; y: sont les ma- 
trices de Dirac connues). Toutefois, on n’a aucune raison d'introduire 
ces modifications pour des particules isolées, alors que l’application 
d'un tel calcul quantique au cas des paquets est absurde. 

En terminant l’exposé de la théorie de l'effet Tchérenkov, exa- 
minons de plus près le cas du mouvement d’une source (charge, 
dipôle) dans les canaux et les fentes (pour simplifier, adoptons que 
dans le canal ou la fente e — 1 et u — 1). Cette question présente 
de l’intérêt premièrement, pour la recherche des voies permettant 
de diminuer les pertes par ionisation qui, grosso modo, se concen- 
trent au voisinage immédiat de la trajectoire d’une particule. Or, 
l'effet Tchérenkov est produit dans un domaine dont les dimensions 
sont de l’ordre de la longueur d'onde À — 2nc/œon — \g/n. Deuxième- 
ment. l'étude de l'effet dans les canaux et les fentes présente un 
certain intérêt pour la méthodologie. 

Comme le montre le calcul (cf. [100] et ce qui suit), dans le cas 
du rayonnement Tchérenkov d’une charge l'intensité du rayonne- 
ment pour a/À < 1 est la même que dans un milieu continu (a est 
le rayon du canal ou la largeur de la fente). Ce résultat s'accorde 
avec l’idée intuitive susmentionnée qu’un canal ou une fente de 
dimension a < À en doivent pas intervenir le rayonnement produit 
dans un domaine aux dimensions d'ordre À. En fait, cette conclusion 
est vraie pour les dipôles et d’autres multipôles seulement dans des 
cas particuliers. 

Pour élucider l'influence des canaux fins (fentes) sur le rayonne- 
ment Tchérenkov, il est commode d’appliquer le théorème de réci- 
prociteé 


[it av — (ji ap, (7.50) 
(1) (2) 


où j&* = j’*? (w) sont les composantes de Fourier de la densité 
de courant extérieur dans les domaines 1 et 2; le champ ES est 
produit par le courant 2 dans le domaine 1, et le champ Ef, par le 
courant 1 dans le domaine 2 (cf., par exemple, [64, 98]) *). 


*) Sous la forme indiquée le théorème de réciprocité est vrai pour tout 
milieu fixe linéaire, mais en l'absence de champ magnétique extérieur. En 
présence d’un champ magnétique, lorsque les tenseurs de permittivité e,; et 
de perméabilité 4, sont asymétriques, seul le théorème de réciprocité généralisé 
qui est vrai (cf. $ 29 de [64)). 
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En écrivant le courant sous la forme j — p.,v + c rot M + 1 ; 
on obtient 


[(PeV)o’ a — io (PES et u,Mé'HS)] dv _— 
(1) 
= | [(Ee vy ET: io (PPEL — Le SH] dY, (7.51) 
(2) 
où Li, 2 est la perméabilité magnétique du milieu aux points 1 et 2. 


Dans le cas du rayonnement Tchérenkov d’une charge ponctuelle 
se déplaçant suivant l’axe z 


(pev)S” = v exp (iwz/v) 6 (x) 8 (y) (7.52) 
on à en plaçant en 2, point éloigné de la trajectoire, un certain 
doublet électrique de moment p? — | P® dV 


—< vE® (0, O, z)exp (i +2) dz = — iwpŸE (2), (7.53) 


où E®% = E (2) est le champ de rayonnement au point 2 qui nous 
intéresse (nous omettons l'indice o). 

Lorsqu'une charge se déplace dans un canal fin ou une fente 
étroite (c.-à-d. pour a/À < 1) la quantité vE? (0, O0, z) reste la même 
que dans un milieu continu du fait que les composantes tangen- 
tielles du champ E‘* sont continues. C’est pourquoi, comme il 
est clair de (7.53), le champ de rayonnement reste également le 
même que dans le cas d’un milieu continu. 

Pour un doublet électrique émetteur P — pô (z — vt) X 
X Ô(z)Ô (y), on a 


1 c°) . @Z2 n _ 
nr ( pE‘ (0, O0, z)exp (i) dz = pŸE (2). (7.54) 


Si le doublet de moment p = p‘! est parallèle à l’axe du canal ou 
s’il repose dans le plan de la fente, alors pour a/À < 1 le champ de 
rayonnement est encore le même que pour le milieu continu. La com- 
posante D — &E normale à l'interface étant continue, on a pour un 
doublet perpendiculaire au plan de la fente 


pE® (0, 0, z)—e (w) pE!” (0, 0, 2), (7.55) 
où E!” est le champ produit par le doublet 2 dans un milieu con- 
tinu (fig. 7.3). Si on désigne par E, le champ de rayonnement Tché- 


renkov du doublet 1 (de moment p‘ = p) dans un milieu continu, 
alors le théorème de réciprocité entraîne 


PE” exp (= ) dz=p E, (2). (7.56) 
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En présence d’une fente et en vertu de (7.55) et du théorème de 
réciprocité 


= | pE! exp (à — dz=pE(2). (7.57) 


Des deux dernières relations il s’ensuit que le champ du rayon- 
nement Tchérenkov E = &E,, c.-à-d. il est e fois plus grand que 
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Fig. 7.3. Figure illustrant le calcul du rayonnement d un doublet dans un canal 
ou une fente 


dans le cas d’un doublet se déplaçant dans un milieu continu. Pour 
un doublet dirigé perpendiculairement à l’axe d’un canal fin ayant 
la forme d’un cylindre circulaire, E = (2e/(e + 1)) E,. Puisque 
dans la zone d'onde le champ magnétique est proportionnel au champ 
électrique l’énergie rayonnée dans les cas considérés de la fente et 
du canal s'accroît respectivement de &* et de (2e/(e + 1))° fois *). 
On peut admettre qu’un doublet à orientation arbitraire se compose 
de doublets parallèle et perpendiculaire à l’axe du canal (fente); 
donc, en vertu du principe de superposition, ce problème se ramène 
aux problèmes précédents. Comme il devient clair de (7.51), pour 
une perméabilité magnétique u = 1 d’un dipôle magnétique de 
moment u la présence d’un canal étroit fin n'intervient pas sur le 
rayonnement. Si les dipôles magnétique et électrique existent simul- 
tanément, les champs qu'ils émettent (mais. certes, pas les énergies) 
s’additionnent, c.-à-d. le problème se résout également sans aucune 
difficulté. 

Bien entendu, le moment de courant en mouvement et le moment 
magnétique « vrai» placés dans une cavité vide doivent produire 


*) Pour calculer l'énergie rayonnée à l’aide de la formule (7.45) en pré- 
sence d'un canal ou d’une fente, il faut remplacer p par l'expression correspon- 
darte déterminée à l’aide de (7.54), c.-à-d., par exemple, pour un doublet per- 
pendiculaire à l’axe d’un canal rond, circulaire, par (2e/(e + 1)) p. 
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le même rayonnement. Cette conclusion a été vérifiée également par 
un calcul direct [101] pour le rayonnement des doublets différents 
se déplaçant dans un canal rond; dans le cas particulier d’un canal 
fin on obtient, comme il se doit, le résultat mentionné, c.-à-d. le 
champ du doublet électrique devient 2e/(e + 1) fois plus grand. 

Le fait que le rayonnement Tchérenkov d’un doublet électrique 
en mouvement, et aussi d'un doublet magnétique si la perméabilité 
magnétique u = 1, dépend de la forme d’une cavité aussi étroite que 
l’on veut, met en question la validité des formules (7.45), (7.46) et 
(7.47) relatives au mouvement des doublets dans un milieu continu. 
Le théorème de réciprocité rend clair qu'il s’agit ici de la possibilité 
de considérer le champ Eerr qui s'exerce sur les doublets comme un 
champ macroscopique moyen E. Il n’en est pas ainsi en général pour 
les doublets fixes placés dans le milieu (c.-à-d. Eerr £ E). Pourtant, 
pour une particule, chargée ou aux moments dipolaires se déplaçant 
suivant la trajectoire donnée, le champ moyen est justement un 
champ macroscopique. On aboutit à la même conclusion sur la 
justesse des expressions initiales (7.42)-(7.44) du mouvement d’une 
particule dans un milieu continu si on les obtient en prenant la 
moyenne des équations de l’électrodynamique microscopique. Ainsi, 
selon nous, la validité des formules (7.45)-(7.47) du rayonnement 
Tchérenkov des dipôles ponctuels placés dans un milieu continu 
n’est pas mise en doute. 

Dans ce qui précède nous avons pu voir combien la méthode fon- 
dée sur l’utilisation du théorème de réciprocité est efficace pour le 
calcul du rayonnement Tchérenkov des canaux fins. Cette méthode 
a été appliquée également à l’étude du rayonnement de transition 
(691, elle contribue à la résolution de toute une série d’autres pro- 
blèmes de la théorie de l’effet Tchérenkov et du rayonnement de 
transition en présence des interfaces, sans parler de l’exploration de 
nombreux autres problèmes de l’électrodynamique (le résumé des 
résultats fournis par la résolution des problèmes du rayonnement 
Tchérenkuv en présence des interfaces, cf. dans (65, 671). 

Pour conclure, considérons le rayonnement de transition qui ap- 
paraît lorsque les propriétés du milieu changent au droit de la source ; 
pour fixer les idées, disons qu'il s’agit de l’indice de réfraction 
n (w). Une telle formulation étant très générale mais probablement 
non universellement admise, elle impose une explication. 

Lorsqu'une source se déplace dans le vide elle émet des ondes 
électromagnétiques soit si sa vitesse v > c, soit lorsqu'il y a accélé- 
ration, c.-à-d. formellement lorsque le paramètre v/c change dans 
le temps. C’est à cette possibilité qu'on a généralement affaire en 
théorie du rayonnement, puisqu'une particule isolée, si on ne parle 
pas des tachyons foncièrement hypothétiques, ne peut avoir qu’une 
vitesse v << c (les sources se déplaçant à v > c seront examinées 
au chapitre 8). Pour le mouvement dans un milieu, le rôle du para- 
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mètre v/c revient au paramètre v/v,n —= un (w)/c (il s’agit ici d’un 
milieu transparent ; dans le cas général, les propriétés électromagné- 
tiques se caractérisent par le tenseur €,; (w, k)). Maintenant, pre- 
mièrement, le régime lumineux lorsque vnr/c >> 1 est réalisé sans 
difficultés particulières et le rayonnement apparaît même si un/c — 
— const (effet Tchérenkov). Deuxièmement, comme le rend clair 
l'analogie avec le problème de vide, le rayonnement apparaît avec 
des variations dans le temps du paramètre vn/c indépendamment de 
la valeur de ce dernier. Ceci est possible non seulement en présence 
de l'accélération, lorsque dvu/dt 0, mais encore dans le cas où 
n varie dans l’espace et (ou) dans le temps. En effet, le rayonnement 
est défini par la variation de n au droit de la particule (la source) ou 
dans son voisinage, dans la zone de naissance de l’onde. Autrement 
dit, ce qui importe ici, c’est la valeur de n (f, r; (t)), où r; (t) est le 
rayon vecteur de la charge (pour simplifier nous ne tenons pas expli- 
citement compte ici de la dispersion et de la fluctuation éventuelle 
de x non pas sur la trajectoire r; (t), mais dans son voisinage). Nous 
disons transition justement quand il s’agit d’un rayonnement qui 
apparaît sous l’effet de la dépendance de n par rapport à tet r. Bien 
sûr, le rayonnement de transition n'est « pur » que si v — const, 
v << cÎn. Mais si v > c/n et (ou) dv/dt 0, il s'accompagne de l'effet 
Tchérenkov et (ou) d’un rayonne- 
ment de freinage. Ensuite, pour 
éliminer des complications inuti- 
les, admettons que 


C 

v=const, v< TT (7.58) 

La situation la plus simple et 
la plus réelle de la production d’un 
rayonnement de transition est celle 
d’une charge passant par l’inter- 
face de deux milieux [69]. Outre 
les considérations générales que 
nous venons d'exposer, l'appa- 
rition d’un rayonnement dansces  Fig- 7-4. Le a de tran- 
conditions s'explique avec une évi- ee de el 
dence particulière, on peut même pond à l'«annihilation» de la 
dire immédiate, par l'exemple du charge et de son image 
passage d’une charge du vide dans 
un métal. Dans le domaine des basses fréquences (fréquences optiques 
y compris) le métal peut être considéré avec une bonne approxima- 
tion comme un réflecteur (conducteur) parfait. Alors, tant que le 
champ de la charge se déplace dans le vide, il se compose de la 
somme du champ de la charge ponctuelle e et du champ de son image 
(de la charge —e qui se trouve dans le métal; fig. 7.4). En traversant 


11—0406 
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l'interface, la charge et son image s’« annihilent » du fait que le 
champ de la charge, lorsque cette dernière est déjà passée dans le 
métal, dans l’approximation d’une conductivité parfaite (infinie), 
subit totalement l’effet d'écran. C’est pourquoi le rayonnement appa- 
ru est évidemment le même que celui produit par l'arrêt réel des 
charges e et —e, par exemple, par l’arrêt d'un électron et d’un posi- 
ton. 

Les calculs du champ et de l'énergie du rayonnement de transi- 
tion sont décrits pour des cas différents dans [28, 69-73] et dans les 
ouvrages indiqués par la bibliographie des aperçus [28, 70-71]. Quant 
à nous, nous allons nous borner ici à ce propos à quelques remarques 
isolées *). 

Pour obtenir l'énergie émise lors du passage par l'interface 
vide-métal (conducteur parfait), le plus simple est d'utiliser les 
formules du rayonnement de freinage des charges émis lors de leur 
arrêt brusque (cf. $ 69 de [6], où la grandeur dU, est notée d£&,.) 


EE __ _ [vissl ViH1S z = 
dQ do — = (2 ei = A—Svyole Â1—Svijc )} (7.59) 


où e; est la charge de l’i-ième particule dont la vitesse varie brusque- 
ment de la valeur v;: à vs, et s — k/k est la direction du vecteur 
d'onde; la. variation brusque de v traduit le fait qu'elle a lieu en 
un temps t < T — 2x1/w, où w est la fréquence considérée. 

Dans le cas qui nous intéresse, la charge e qui se déplace à la 
vitesse v s'arrête brusquement en même temps que la charge —e 
qui se déplace à la vitesse —v. Avec une approximation non relati- 
viste on trouve (l’axe du système de référence polaire 6, @ est dirigé 
suivant —v) 


Wa (6, QE CESR, 
22 7/2 " (7.60) 
= (ap | WA (0, ç)sin 6 40 — Las 
0 


3ncs ° 


Ces valeurs sont quatre fois plus grandes que l'énergie émise 
à travers la demi-sphère des directions par l'arrêt d’une seule charge 
(dans le cas non relativiste, tout simplement le champ de la charge 


+) Parmi les questions. que nous n’examinerons pas il y a la renormali- 
sation macroscopique de la masse dans le rayonnement de transition et le mouve- 
ment dans les canaux et les fentes [73, 102). 
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et celui de son image s’ajoutent, c.-à-d. sont doublés). Dans le cas 
général, quelle que soit la vitesse v: 


sin° 0 
Wu (8, q)= RS TL : | 
4 2244 1 3 
W, = ev? {EE In ( RE) re) = | (7.61) 


7 Bnc3 8 (v/c)3 1—v/c 
= 16 1—<+u2/ct 4—v/c 
= (ir p(e)-1}. 


Le rayonnement produit à à la sortie de la charge du métal dans le vide 
est absolument le même (dans ce cas l’axe z est dirigé suivant v). 
Remarquons à titre de comparaison que pour l'arrêt brusque (ins- 
tantané) d’une charge dans le vide, on obtient aisément de (7.59) 
(le calcul détaillé est donné au $ 69 de [6)) 


Wo=<+ {in (LE) 2). (7.62) 


EL 7 v/c 1 — v/c 


Pour v/c +1 (cas ultra-relativiste) les formules (7.61) et (7.62) 
coïncident. Ceci s'explique par le fait que le rayonnement est dirigé 
surtout suivant la vitesse de la charge (c.-à-d. suivant v; pour l’ima- 
ge, suivant —v). Mais le rayonnement de la charge « pénétrant » 
dans le métal en venant du vide, ou le rayonnement de l’image 
« pénétrant » dans le métal lors de la sortie de la charge dans le vide 
ne sont pas observés. Autrement dit, dans le vide le rayonnement 
est le même que lors d’un arrêt brusque (accélération) d’une seule 
charge. À propos, en approximation non relativiste, la quantité W, 
définie par (7.62) est deux fois plus petite que d’après (7.60) du fait 
qu'il n’y a qu'une seule charge qui rayonne (diminution de quatre 
fois), mais dans l’espace tout entier (augmentation de deux fois). 
Dans le cas où la charge passe par l'interface entre le vide et le 
milieu à permittivité complexe e (wo) = e” + ie’”, le calcul est 
assez lourd et nous ne donnerons ici que le résultat [28, 69-71] 


e?v3 sin? 6 
W (6; Des F, 
pi 20% 0 | (e—1)(1—v/e+ (ve) Ve—sin6) |? 
(1— (12/c2) cos? 6)? (e cos 6 + V'e—sin’6 ) (1 (vjc) V'e—sin6 ) : 


(7.63) 


Pour passer au conducteur parfait on pose | e | > ©, ce qui 
conduit précisément à (7.61) avec F — = VD cost 0j Pour 
vlc — 1, pratiquement tout le rayonnement vers l'arrière se con- 


11* 
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centre dans un angle d'ouverture 8 = W1 — v#/c° & 1, et donc 


Ve—1 1 
r-| Vert | AG) sus a 4 
7.64) 
… = VVe—1 
Wo= | W, (8, p) dQ D AEUE {ni —1}. 


Cette formule généralise l'expression ie: et pour de grandes 
valeurs de | & | Ÿ 1 elle se ramène évidemment à cette expression. 
Par ailleurs, (7.64) rend clair que l’énergie du rayonnement diminue 


à mesure que ÿ e (w) s'approche de 1, et c’est pourquoi le rayonne- 
ment lui-même se concentre dans le domaine optique. Pour le rayon- 
nement de transition qui apparaît lors du passage du milieu dans le 
vide, la situation est différente. Dans ces conditions, l'expression 
générale de W, (8, œ) est tirée de (7.63) en remplaçant v par —v (de 
plus, il est plus commode d'entendre maintenant par angle 0 l’angle 
entre v et k, et non pas entre —v et k). Le facteur (1 — (w/c) X 
x Ve— sin’ 6)? qui dans ce cas figure au dénominateur condi- 
tionne pour v/c —+ 1 le renforcement du rôle des hautes fréquences, 
lorsque la permittivité est voisine de l'unité, étant donné que dans 
le domaine des rayons X 


(A 2 _ 4neiN 
ne en 


e& 1— (7.65) 
où { est la concentration totale d’électrons, ou, pour des fréquences 
plus basses, leur concentration sur une partie des couches atomiques. 
Dans les conditions d’un rayonnement X de transition vers l'avant 
{cf. (7.63) pour v/c —+ 1 en remplaçant v par —v, et (7.65)) on tire [71] 


e°6? 1 1 
Wa, p= id 


Wa (ES) in (+) —1} 


nc of 
(7.66) 
ou approximativement 
2e° é 
W,= In ” , Oo & We) 
Cal De \4 
Wu= Gr Se) 02 We (7.67) 


RS en RE me” 


e? 
u=| LAN 7 LR (7.68) 
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Ainsi, le rayonnement de transition vers l’avant des particules 
ultra-relativistes appartient surtout au domaine des rayons X (pour 
les milieux denses w, — 1015-1016) et la fréquence caractéristique 
we = (1015 = 1016) £/Mc*°; en outre, l'énergie totale rayonnée U 
croît linéairement avec &€/Mc*. Comme il est clair de (7.67) et 
(7.68), dans le cas que nous venons d'examiner, ce sont les photons 
d'énergie ko ho. — ho, (€/Mc°) qui sont surtout émis, leur 
nombre moyen lors du passage de l'interface milieu-vide étant 
Ulhw = e*lhc Æ 1/137. C'est pourquoi l’utilisation du rayonne- 
ment de transition pour la détection des particules de haute énergie 
n'est réelle que si les interfaces sont nombreuses, comme par exem- 
ple dans le cas d’un ensemble de plaques (cf. [28, 70, 71, 103, 104)). 

Pour des plaques et en général pour un milieu non homogène, 
la relation entre l’épaisseur de la plaque (ou d’une autre longueur 
caractéristique de la non-homogénéité du milieu) et la zone de la 
production du rayonnement, joue un rôle essentiel. Pour les sources 
au repos ou se déplaçant à la vitesse v < c/n, le rayonnement est 
produit dans le domaine délimité par les dimensions / — c/no = 
— À/2r: c'est précisément à cette distance que la phase des ondes 
@ = kl = (2x/À) L change d'une valeur de l’ordre de l'unité. Nous 
avons vu également (cf. plus haut) que dans le cas du rayonnement 
Tchérenkov produit par une charge se déplaçant dans un canal ou 
une fente de dimension caractéristique a, avec a/\ & 1, le rayonne- 
ment apparu est le même que dans un milieu continu, c.-à-d. il est 
produit dans le domaine de dimensions d’ordre À. Mais pour les 
sources animées d'un mouvement rapide, en général, la zone de 
production n'est nullement égale à la longueur À/2x (quant au 
rayonnement Tchérenkov, sa zone de production / est de l’ordre de 
A/2n seulement dans la direction perpendiculaire à la vitesse, ce 
qui importe précisément dans le cas des fentes et des canaux). Pour 
trouver la zone de formation / pour le cas d’une source qui se déplace 
à la vitesse v et qui émet les ondes sous un angle 6 par rapport à v, 
considérons la figure 7.5. Supposons qu’à l'instant t — 0, la source 
se trouve en À et la phase de l’onde émise dans la direction k est 
égale à p,. Définissons la zone de production ! comme une distance 
le long de la trajectoire de la source (distance entre les points À et B) 
telle que la phase des ondes y, rayonnées en B dans la même direc- 
ae k se distingue de x de la phase p, des ondes rayonnées en A. 
Alors, 


[Pa — Psl= |A! cos 0 — wt | — V1 c088—0 — = 7, 
d'où 
= ad _ (vn/c) À __ 2e 
 @{|1—(v/c)n(@) cos60|  2[1—(v/c) nr (w) cos 6 |? Ài=——. (7.69) 
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Bien entendu, pour l’angle Tchérenkov 6, = arccos (c/nv) les 
ondes émises le long de la trajectoire sont en phase, et c’est pourquoi 
l'énergie rayonnée est proportionnelle à la longueur de la trajectoi- 
re L (formellement elle est infinie pour L co comme on le sup- 
pose en négligeant le rayonnement au début et à la fin du parcours). 
Appliquée au rayonnement de transition. la zone de production rem- 
plit le rôle de la dimension des domaines dans le vide et dans le 


Fig. 7.5. Figure illustrant la détermination de la zone de formation ! 


milieu respectivement, qui sont responsables du rayonnement (pour 
plus de détails et de précision, cf. (28, 71]). Ainsi, en particulier, si 
une particule ultra-relativiste sort du milieu pour pénétrer dans le 
vide et le rayonnement se propage vers l'avant, ce qui est important 
à de hautes fréquences (cf. plus haut), la zone de production dans 
le vide (pour 6 = 0) est égale à 


À. 6 \2 6 


où pour passer à la dernière expression, on adopte comme longueur 
d'onde À la longueur d'onde À = 2nc/oe = À, (MCE), À = 
= 2nc/,w (cf. (7.67)). Pour À, — 10" cmet é/Mc? — 10% (par exem- 
ple, pour les électrons de 5 GeV), on a déjà Z— 0,1 cm. Sous ce rap- 
port, l’utilisation du rayonnement de transition obtenu dans un 
milieu multiplaque n’est efficace que dans certaines limites: l’in- 
tensité du rayonnement produit par le passage à travers les interfaces 
s’additionne (si on ne tient pas compte des oscillations dues à l’in- 
terférence) seulement si la distance entre les interfaces est plus grande 
que la zone de production. S’il s’agit d’une seule plaque, le « travail » 
de ses deux surfaces de séparation n’est efficace également que tant 
que l'épaisseur de la plaque d > L. Mais si la plaque est mince 
(d € D), le rayonnement de transition qu’elle fournit est sensible- 
ment plus faible que celui produit par une seule surface de sépara- 
tion. À la limite, comme le montrent déjà les considérations géné- 
rales, dans une plaque aussi mince que l’on veut (4 0), le rayon- 
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nement de transition n'apparaît pas *). La généralisation des for- 
mules de la théorie du rayonnement de transition relatives à une 
seule surface de séparation au cas de plaques minces, petites billes, 
etc.. peut entraîner certes des erreurs grossières (ce qui a été précisé- 
ment le cas de certaines tentatives de calculer le rayonnement X de 
transition produit dans l’espace interstellaire par le passage des 
électrons rapides à travers les grains de poussière cosmique; pour 
l'étude correcte de cette question, cf. [105)). 

Outre le rayonnement de transition produit par le passage à tra- 
vers les surfaces de séparation isolées ou par un paquet de plaques, 
il est intéressant d'examiner le rayonnement de transition dans un 
milieu statistiquement inhomogène, lors du passage d’une charge 
au voisinage de divers corps (cf. [28, 70, 72]). Signalons spéciale- 
ment le cas des milieux non stationnaires, lorsque les propriétés du 
milieu changent non seulement dans l’espace, mais encore dans le 
temps. En particulier, le rayonnement de transition apparaît égale- 
ment dans un milieu spatialement homogène, si seulement les pro- 
priétés de ce milieu, son indice de réfraction #7 par exemple, changent 
dans le temps. C’est ce problème de x variant brusquement de la 
valeur n, (t << 0) à la valeur n, (t >> 0) [73] que nous allons examiner 
dans ce qui suit. 

Ainsi, supposons que les propriétés d’une charge se déplaçant 
à la vitesse v — const, v << c/n;,,2, dans un milieu homogène subis- 
sent un saut à l’instant { — 0. Une telle variation de nr peut s’obte- 
nir en augmentant brusquement la pression et donc, la densité du 
milieu, en modifiant l'intensité du champ extérieur où se trouve le 
milieu (il s’agit, par exemple, du milieu d'un condensateur), etc. 
Par variation brusque des propriétés du milieu on entend ici leur 
modification en un temps t < 211/w, où w est la fréquence du rayon- 
nement qui nous intéresse. 

Reconsidérons les équations initiales du champ dans un milieu 
(6.1). Dans le cas d’une discontinuité (variation brusque) des pro- 
priétés d'un milieu, il n’y a que les dérivées par rapport au temps 
qui peuvent être grandes. Intégrons donc la première et la troisième 
des équations de (6.1) par rapport à t dans l'intervalle Af qui inclut 
la discontinuité. On obtient alors pour At +0 les conditions aux 
limites 


D,=D.,, H=H, t—0, (7.74) 


où les indices 1 et 2 se rapportent au milieu précédant (t < 0) et 
succédant (t > 0) à la discontinuité. Pour résoudre le problème 


*) Nous avons ici en vue une plaque de n'importe quel matériau réel, 
et non pas un conducteur parfait pour lequel avec d + 0 sa notion n’a aucun 
sens physique. 
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appliquons le formalisme hamiltonien et, par commodité, reprenons 
certaines formules : 


E,=—+"%?, H=rotA, divA=0, DE, | 
A= D\(qaAi+qfAf), Ai=Vän —e,exp(ikir), ÿ (7.72) 
À 
ei — 1, e;k; = 0. 
Dans ce qui suit nous ne nous intéresserons pas à la partie longi- 
tudinale du champ E, = E — E;, et comme nous pourrions le voir, 
son estimation ne change pas les expressions que nous allons em- 


ployer. Pour une charge se déplaçant uniformément. j — 
— evô (r — vt), v = const, et on tire de (6.1) et (7.72) (on admet 


que nr = Ve = const ; comme nous l’avons dit au chapitre 6, l’esti- 
mation de la dispersion ne changerait pas le résultat) de la façon 


usuelle 
V'âäre 


n 


+ of = + (vAÏ (vi) = 
a 2 LU 
Gi = (=) kx. 


L'orthogonalité des fonctions exp (ik;r) et exp (—ik,r) pour 
u = À et l’orthogonalité de la fonction e; exp (+ik;r) et du champ 
longitudinal E, (ces propriétés ont été déjà appliquées, certes, pour 
obtenir les équations (7.73)) font que les conditions aux limites par 
rapport au temps (7.71) se mettent sous la forme 


(e1v) exp (—ikivt), | 
(7.73) 


e e | Â 
Min.1 = MeQx, es nm DIT 7, t— 0. (7.74) 


Adoptons que pour t << 0 il n'y avait pas de champ radiant, c.-à-d. 
que la charge était seulement plongée dans son champ entraîné par 
elle (nous avons déjà dit que pour simplifier nous admettons que 
U<< cÎ,:, C.-à-d. que le rayonnement Tchérenkov n'apparaît ni 
avant ni après la variation de l'indice nr). Alors, pour { << 0, il ne 
faut prendre que la solution imposée des équations (7.73), c.-à-d. 


Zn — ik : 
qi= À DL ILE TO IS en UE. 


Avec t >> 0, on a aussi bien le champ entraîné que le champ radiant 
(résolution des équations homogènes (7.73)) 

. V'4n e (eav) exp (—ikavt) 
Pr non) 


+ Csexp (ik Et) +C_exp — il Et) . (7.76) 
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A l’aide des conditions (7.74) on en tire pour & = 0 


V' 4x e (e1v) 1 1 
Ca fe [mg are 


Fe l'image 1 rare | » (7-77) 
où s1 = k;/k,; par la suite nous poserons (s,v)? = 1° cos* 6 et 
(e;,v)? = v? sin? 6, puisque la deuxième direction du vecteur de 
polarisation e;, peut être choisie orthogonale à la vitesse v. L'énergie 
du champ transversal s'écrit 


eE?, + H? ” à = 
PE tr = Î —— dV = 2 (PA PS + Wig:.qi) (7.78) 


Nous nous intéressons à l'énergie totale du champ du rayonne- 
ment apparu sous l’effet de la variation de 7. Cela signifie qu'il faut 
porter dans (7.78) la solution 


qx, > = C+ exp (ik, t)+C-exp — ik, et) À 


de plus, il convient de se borner à la fraction de $#2:, indépendante 
de t. On voit aisément que cette fraction vaut (46 = sin 6 d0 dœ} 


Bla = 2 Du (C24+ C1) = | Wa (8, g) du de, 
h (7.79) 
(C3+C:)wtk? dk » _ Et yo 
Qu dd ' ‘7 
on a tenu compte ici que dans (7.72) et (7.78) la sommation se fait 


suivant la demi-sphère des directions k,, et dans (7.79) on envisage 
toutes les directions *). On trouve finalement 


Wa (8, p) = 


? 


Wa (6, QU= REF, (7.80) 
F=ge Von pre] + 
+2 brasse | ). (7.81) 
Si 
ous cos 8 1, 7.89 


C 


*), Dans cette méthode de calcul les ondes émises sous des angles 8 et x — 8 
ne se distinguent pas. C’est pourquoi l'expression (7.81) donne la demi-somme des 
intensités pour les angles 6 et x — 6. Pour le cas non relativiste cela a peu d'im- 
portance; dans le cas relativiste, les formules de l'intensité du rayonnement 
pour tous 6 sont données dans [73b]. 
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VS (n5— n5)2 v3 cos! 6 


Anoc® : (7.85) 


Les formules (7.80), (7.83) peuvent, certes, s’obtenir immédiate- 
ment par des simplifications correspondantes, relatives à la condi- 
tion (7.82) des expressions (7.75) et (7.76). 

À titre de comparaison, rappelons que lorsqu'un électron non 
relativiste traverse l’interface vide-milieu à indice de réfraction n3, 
comme on le voit de (7.63), on obtient pour l'énergie du rayonne- 
ment de transition dans le vide l'expression (7.80) avec 


31 2, 
a — 0; 
2% cos ==) . 


mais si le milieu 2 est un conducteur parfait, alors F = 1 (ceci 
peut s’obtenir également de ce qui précède avec n5 — 00). Ainsi, 
le rayonnement de transition de type donné dans un milieu non 
stationnaire et le rayonnement de transition qui apparaît lors du 
passage par l'interface de deux milieux, sont en effet des phénomènes 
apparentés. En outre, notons que comme il se doit, avec nr, = n, 
le facteur: F —.0 (cf. (7.81) et (7. 83)). Pour la différence donnée 
(n° — n°}?, la quantité W, peut être augmentée en diminuant les 
dénominateurs (1 — (uni, 2/0?) cos* 60) de (7.81). Il se peut que cette 
circonstance ‘puisse être mise à profit si on cherche à utiliser le 
rayonnement de transition discuté comme détecteur des variations 
dans le temps de l'indice de réfraction nr. Bien entendu, ces variations 
pourraient être également décelées, par exemple, d’après le déphasage 
des ondes électromagnétiques qui passent par le milieu. Cependant, 
la radioscopie de ce genre n’est pas toujours possible surtout dans 
les conditions astronomiques. Aussi ne faut-il pas perdre de vue la 
possibilité d'utiliser les particules rapides comme une «sonde » 
bien que cette possibilité ne soit pas très prometteuse. Dans des 
conditions réelles, les caractéristiques d’un rayonnement seront 
probablement définies par l’ensemble de plusieurs processus et cir- 
constances, notamment par la non-homogénéité du milieu, la varia- 
tion de ses propriétés dans le temps, le rayonnement de freinage, etc. 
Seule l'analyse concrète pourra dans chaque cas particulier rendre 
évident quel est le mécanisme prédominant du rayonnement. 
Tout mécanisme de rayonnement est lié au mécanisme d’absorp- 
tion d’ondes correspondant (en langage classique ce fait résulte de 
l’invariance des équations par rapport au changement du signe du 
temps; en langage quantique, la liaison entre les processus direct 
et inverse est rendue claire pour ce cas par l'égalité des modules des 
éléments matriciels des transitions). Le rayonnement de transition 
{ou plus exactement, les transitions correspondantes dans le système 
charges — champ radiant) peut apparaître également dans les pro- 
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cessus plus compliqués : rayonnement induit ou diffusion de combi- 
naison spontanée ou forcée (induite), etc. Enfin, le rayonnement de 
transition, aussi bien que tout autre rayonnement, fait varier l’éner- 
gie de la particule émettrice. Il est vrai que pour résoudre le pro- 
blème du rayonnement de transition (ainsi que celui de l'effet Tché- 
renkov) on peut admettre que la vitesse de la source est donnée 
et constante. Une telle position du problème est d’autant plus lé- 
gitime que les pertes d'énergie correspondantes peuvent être compen- 
sées par le travail des sources extérieures (forces). Mais en l’absence 
d’une telle compensation, la particule, certes, perd par rayonne- 
ment une partie de son énergie (mais parfois il arrive qu'elle en ac- 
quiert, en particulier, dans le cas des milieux à absorption négative, 
ou comme on dit, dans celui du diélectrique inverti [60, 88]). Notons, 
par ailleurs, que lorsque la charge se déplace dans un milieu non 
homogène on ne peut nullement égaler en général le travail d’une 
force de radiation à l'énergie rayonnée. C'est que la variation des 
propriétés du”milieu donne lieu non seulement au rayonnement, mais 
encore fait changer l’énergie du champ entraîné par la particule 
[73, 102]. C’est pourquoi, la vitesse étant donnée, le travail d’une 
force de réaction effectué sur la particule est égal à la somme de 
l'énergie rayonnée et de la variation de l'énergie du champ entraîné 
par la particule prise avec le signe opposé (autrement dit, l'énergie, 
dépensée par les forces extérieures pour rendre uniforme le mouve- 
ment'de la particule dans un milieu inhomogène, est égale à la som- 
me de l’énergie rayonnée et de l'énergie associée à la variation du 
champ entraîné). 

Le rayonnement de transition est un effet assez élémentaire et 
universel qui a déjà fait l’objet des centaines d'articles. Fait curieux 
sous ce rapport, que 13 ans ont passé entre la date où la théorie 
du rayonnement de transition [69] a été rendue publique et sa pre- 
mière étude expérimentale [106]. Ceci est dû, probablement, non tant 
aux difficultés de la mise en expérience particulières, mais plutôt 
aux « caprices de la mode », assez fréquents en physique aussi. 
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SUR LES SOURCES DE RAYONNEMENT 
SUPERLUMINEUSES 


Vitesses superlumineuses apparentes et réelles des sources de rayonnement. Effet 
Vavilov-Tchérenkov et effet Doppler dans le mouvement des sources animées d'une 
vitesse supérieure à celle de la lumière dans le vide 


La vitesse de la lumière dans le vide c = 3-10! cm/s est la vitesse 
limite. la plus grande dans la nature. C’est ainsi que pourrait être 
formulée « en approximation nulle » la conclusion tirée de la théorie 
de la relativité et confirmée par l'expérience. Or, on sait depuis bien 
longtemps que déjà en « première approximation » cette affirmation 
est incorrecte, ou en tous cas impose une mise au point. L'exemple 
le plus simple est celui de la vitesse de phase de la lumière v,n = c/n, 
qui peut être aussi grande que l’on veut pour r —+0 (les milieux 


à n << {1 sont, assurément, bien réels: il suffit de songer au plasma 


où, dans des conditions définies, nr = V1 — wi/o?, o — 


— 4neiN/m). Sous ce rapport et en vertu de certains autres exemples, 
on précise que c’est la vitesse des signaux, des perturbations. des 
particules, des sources de rayonnement, etc., qui doit être inférieure 
à celle de la lumière, non pas, disons, la vitesse du « déplacement » 
de la phase constante (c.-à-d. la vitesse de phase). Mais ces affirma- 
tions demandent elles aussi une mise au point et lorsqu'elles sont 
mal comprises, elles conduisent à des paradoxes et des contradic- 
tions. On considère, par exemple, que dans les cas courants, la vitesse 
d’un signal est égale à la vitesse de groupe 


__ do c 
Ve — d(no)/do 
(rien que pour simplifier, nous nous bornons ici au cas d’un milieu 
isotrope, où k — (w/c) n (w) et la vitesse v, est dirigée suivant k). 
Mais cette vitesse v, peut parfaitement s'avérer supérieure à c, 
par exemple, dans le domaine d’une dispersion anomale, où dr/dw << 
<< 0. Cette contradiction apparente est résolue depuis des décennies 
[107] par l'étude de la propagation d’un signal dans un milieu dis- 
persif. C’est que la notion de la vitesse de groupe v, — dw/dk n'a 
en général un sens précis que si on néglige l’étalement du signal et 
son absorption (pour plus de détails, cf. (57, 64, 98]). C'est pourquoi, 
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en particulier dans le domaine de la dispersion anomale bien marquée, 
où l'absorption se manifeste toujours, la vitesse de la partie prin- 
cipale du signal est différente de dw/dk. Ensuite, comme on peut le 
montrer, la vitesse du front du signal est égale exactement à c. 
Si on ne parle pas du calcul du champ suivant le front (domaine du 
« précurseur »), la conclusion sur la vitesse du front est évidente 
sans aucun Calcul. En effet, le développement du champ du signal 
(du train d'ondes) en une intégrale de Fourier contient toujours 
également de très hautes fréquences. Mais pour &© —> œ (et pratique- 
ment déjà dans le domaine des rayons X) l’indice de réfraction 
n — 1, du fait que les particules du milieu n'ont pas le temps de réagir 
au champ de l’onde. De telles hautes fréquences contiennent juste- 
ment le « précurseur » du signal qui se déplace à la vitesse c. Autre 
chose est que pour des signaux à fréquence porteuse w, relativement 
basse l'énergie du « précurseur » est négligeable. Lorsqu'on néglige 
l'absorption, dans les cas courants, la partie principale ou le « corps » 
du signal se déplace justement à la vitesse de groupe v, = dw/dk, 
mais si dw/dk >> c (bien que non seulement dans ces cas), le signal 
se déforme fortement, la notion de la vitesse de groupe devient 
inapplicable et. en tous cas, l’énergie n’est pas transmise à une vites- 
se supérieure à c. Comme nous l'avons souligné spécialement, ce qui 
vient d'être dit était bien connu et depuis longtemps. Mais fait 
curieux, l'affirmation sur l'impossibilité de dépasser c, la vitesse 
de la lumière dans le vide, produit de nos jours encore son effet 
d’hypnotisation. Un exemple en est fourni par l’opinion largement 
admise sur l'impossibilité d'observer l'effet Tchérenkov et l'effet 
Doppler anomal dans le vide et dans les milieux à r << 1 (en particu- 
lier, pour les ondes transversales dans un plasma isotrope). Un autre 
exemple peut être tiré de la discussion en cours sur la distance des 
quasars. Îl n'est pas aisé, en effet, de la définir, du fait que la seule 
méthode directe relative à ce cas impose la mesure du redshift des 
raies speCtrales. En admettant que ce décalage est cosmologique (lié 
à l'expansion de l'Univers) nous obtenons la distance recherchée ; 
mais les adversaires de cette interprétation s’appuyent sur l’absence 
des preuves de la nature cosmologique du redshift des quasars. 
Selon nous il est difficile de mettre en doute sa nature cosmologique 
mais ce n'est pas de cela qu'il s’agit. Ce qui présente de l'intérêt, 
c’est que comme argument contre l’utilisation de la distance cosmo- 
logique des quasars (radiosources) on a avancé les données sur la 
variation de leur structure à la vitesse u > c. En schématisant, 
imaginons une source de rayonnement (de rayonnement radio, par 
exemple) dont la dimension angulaire croît dans le temps avec 
une vitesse angulaire Q@ — dœ/dt. C'est justement l'angle . sous 
lequel on voit la source de la Terre, et la vitesse angulaire Q qui 
sont les quantités observables. Si la distance à la source est À, 
la vitesse du déplacement des frontières de la source sur la sphère 
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céleste est u, — SR. Il s'avère que‘si on utilise la distance cosmo- 
logique R, cette vitesse perpendiculaire au rayon visuel serait supé- 
rieure à la vitesse c (des observations supplémentaires sont nécessai- 
res). En partant de l'hypothèse suivant laquelle obligatoirement 
u <Z c, on était amené à conclure que les quasars sont relativement 
proches (dans ce cas le redshift de leurs spectres pourrait être dû 
à l'effet gravifique ou à la grande vitesse du quasar par rapport aux 
galaxies voisines). 

Or, en fait, la vitesse « apparente » observée u, = QR peut 
être aussi grande que l’on veut et dans ce qui suit on ne peut en 
déduire aucune limite sur À. En effet, en nous appuyant totalement 
sur la théorie de la relativité et en rejetant 
toutes les hypothèses éventuelles (et, probab- 
lement, inadmissibles) du mouvement des”ob- 
jets à la vitesse v => c (tachyons, etc.) nous 
n’avons quand même aucune raison d'identifier 
la vitesse de l’objet v à la vitesse mentionnée 
u,. Examinons, par exemple, un écran qui peut 
être constitué par l’enveloppe d’une supernova, 
d’un quasar, etc., éclairé par une source et ren- 
du visible (observable) par un rayonnement'diffus 
ou une luminescence. Il est parfaitement clair 
que l'écran peut « s’allumer » en tous ses points 
simultanément et dans ce cas la vitesse u — oo. 
En éclairant l'écran d’une façon donnée on 
peut obtenir également tout autre valeur de la 
« vitesse » d'expansion du secteur lumineux de 
l'écran. Un exemple moins trivial del'obten- 
tion de vitesses superlumineuses « apparentes » 
Fig. 8.1. Figure il- uw peut être donné par la vitesse observée de 
lustrant le calcul ]'expansion d’une certaine enveloppe (cf. [31b, 
de la vitesse « ap- 408 109)). 
parentce » (observée) Re , 
d'une enveloppe en Ainsi, supposons que la surface d une enve- 

expansion loppe sphérique (par exemple, des produits d'une 

explosion) qui se déplace à la vitesse v soit 
observée de l'extérieur. Supposons que l'explosion ait eu lieu 
au point O (fig. 8.1) à l'instant t;, alors que le signal soit enregistré 
au point d'observation P à l'instant t — 0. Il est évident que t, — 
— —Ri/c, où R est la distance entre les points O et P, alors que 
l'influence du milieu sur la propagation du signal (lumière, ondes 
radio) peut être négligée. Cherchons maintenant le lieu géométrique 
des points (enveloppe « visible ») à partir desquels le rayonnement 
atteint l'observateur à un certain instant { > 0. Les points de cette 
enveloppe « visible » sont caractérisés par leur distance r jusqu'au 
point O et par l'angle ® entre ret la ligne OP (cf. fig. 8.1). Le temps 
de l'émission t’ qui correspond au point (r, 8) et le temps d'observa- 


SUR LES SOURCES DE RAYONNEMENT SUPERLUMINEUSES 1 


tion t sont associés par la relation 
CE R’ 2 R r 
l TT cos Ÿ, 


où R°‘&Æ R—r cos Ÿ, puisqu'on suppose que À Ÿ r. D'autre part 
t—1, = t" + Rle = rlv, étant donné que l'enveloppe parcourt la 
distance r à la vitesse v. En éliminant t” on obtient des deux expres- 
sions 


vt 


dan 1— (v/c)cos Ÿ ” (6.1) 
Le facteur (1 — (v/c) cos 8) ! est le même que dans la formule de 
l'effet Doppler : son origine l’est aussi, ce qui découle de la grandeur 
finie de la vitesse de propagation de la lumière. De ce fait, dans le 
cas considéré, à l'instant d'observation t, la lumière (les ondes radio) 
parviennent au point d'observation à partir des points de l'enveloppe 
auxquels correspondent des temps différents {” — {, écoulés depuis 
l'instant d’explosion {, = —/A/c. La situation est ici analogue à celle 
de l’observation (prise de vues) d’un objet animé d’un mouvement 
rapide, quand il faut aussi distinguer la forme de l’objet à l'instant 
de son observation (l’arrivée des rayons) au lieu donné et la forme 
de l’objet à l'instant du rayonnement qui correspond, disons, aux 
événements simultanés dans le système de référence considéré (du 
laboratoire) (cf., par exemple, [110, 111]). En reprenant l'examen 
de l'enveloppe en expansion, cherchons la vitesse « apparente » 
(visible) de son expansion dans la direction perpendiculaire au 
rayon visuel. Il est évident que (cf. (8.1)) 


° Gi U 
TR TE LE = = 


Re Us 9 

C7 (1—(v/c) cos d ? — dR  R-: (8.2) 
La vitesse u, est maximale avec du ,/dû = 0 pour un certain angle 
max = arccos (v/c); de plus 


HP CNE RV1-w/e * 


(8.3) 


La vitesse elle-même 


Pt =: 
dt  1—(v/c) cos Ÿ 


est maximale pour Ô = 0 et sa valeur was —= v/(4 — v/c). Il est 
clair que la vitesse apparente u, »2:+ peut être plus grande que c. 
bien que la vitesse de l'enveloppe v << c. Il est vrai que cela n’a 
lieu que si la vitesse v est suffisamment grande, c.-à-d. si l'effet 
est relativiste. 

Se peut-il que non seulement la vitesse apparente, mais encore la 
vitesse réelle d'une source soit supérieure à la vitesse de la lumière c? 


U = 
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A cette question également il faut répondre par l’affirmative (dans 
ce qui suit nous nous inspirons de l’article [112]). A titre de démons- 
tration il suffit, en somme, de donner en exemple la tache produite 
par une source rotative qui ba- 
laye un écran éloigné. La vitesse 
du balayage est 


v = OR, (8.4) 


où Q est la vitesse angulaire 
de la source (du « phare») et 
R, la distance de la source à 
l'écran. Le modèle de phare est 
actuellement universellement ad- 
| | mis pour les pulsars (cf., par 
Fig. 8.2. Une impulsion frappant un exemple [16 53]) : dans ce cas 
écran plan : L . k 
pour tous les pulsars connus, la 
vitesse de la tache sur la Terre 
est supérieure à celle de la lumière c. Pour le pulsar le mieux 
connu (NP 0532 de la Nébuleuse du Crabe) Q = 200 ss! et R& 
Æ% 6-10?! cm (1500 pc), d'où v = QR & 1,2-107%* cm/s (!). Si le 
rayon d'un laser ou un faisceau électronique tourne à la vitesse 
angulaire Q — 10° s°l, alors v = QR >c pour les distances 
R>3 km. 

Dans un certain sens le modèle le plus simple ou l'exemple d'un 
mouvement à vitesse superlumineuse peut être fourni par une im- 
pulsion lumineuse d'ondes planes frappant sous une incidence oblique 
une certaine interface plane (écran) [76]. Si l'angle d'incidence de 
l'onde sur l'écran est noté Y (il est évident que Y est l'angle entre le 
vecteur d’onde de l’impulsion k et la normale à l'écran; fig. 8.2), la 
section de l'impulsion par l'écran (c.-à-d. la tache lumineuse sur 
l'écran) se déplace sur ce dernier à la vitesse 


= (8.5) 


# 
VU=—_—— 
3 n4 sin W? 


où 7, > 1 est l’indice de réfraction du milieu au-dessus de l'écran, 
milieu considéré pour simplifier comme non dispersif (au fond, ce 
qui importe pour nous, c'est seulement que nous adoptons que la 
vitesse de l'impulsion lumineuse est égale à c/n,). Il est évident 
qu'avec la diminution de l’angle d'incidence Ÿ la vitesse de la tache 
(ou plus précisément, de la bandelette) peut être rendue plus grande 
que c, et dans le vide elle est en général supérieure à c pour tous les 
angles Ÿ car dans ce cas 


D = —— (8.6) 


sin Ÿ ° 
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Le rôle d’impulsion lumineuse peut, certes, être rempli par le 
flux d'électrons qui se déplacent normalement au front du flux à la 
vitesse u << c; alors, 

U 


V— ny 


(8.7) 
et en principe il est toujours possible de réaliser la vitesse super- 
lumineuse de la tache. Qui plus est, dans tous les cas (8.5)-(8.7) 
la vitesse v peut être rendue aussi grande que l’on veut : à l’approche 
de l'incidence normale (avec Y—>0) la vitesse v —+ co. D'ailleurs, 
on le comprend sans peine, puisque si l'incidence est normale, 
l'impulsion frappe simultanément toute la surface de l'écran. L'im- 
pulsion frappant l'écran possède un analogue mécanique que sont 
les ciseaux (le rôle de la tache revient à l'intersection des génératrices 
des deux lames). 

Pour la source rotative mentionnée plus haut, de même que pour 
l'impulsion qui frappe l'écran, la grande vitesse de la tache s’obtient 
en diminuant l'angle entre la surface de la phase constante (front 
d'onde) et l'écran. En effet, examinons pour simplifier une source 
cylindrique dans le vide, qui tourne à la vitesse angulaire Q et 
écrivons le champ de la zone d'onde sous la forme *) 


E=S E, exp is (9e) r+p 08) 


(8.8) 
2 
s= 1 
La surface de phase constante est définie par la relation 
_ r + p—$èt = const (8.9) 
ou 
r=const+c(t—+). (8.10) 


L'équation (8.10) est celle d'une spirale. Sur un écran cylindri- 
que éloigné de rayon R, la surface de phase constante coupe l'écran 
suivant la génératrice du cylindre telle que 


R=const+c | -$) : (8.11) 


de plus, l'angle @, qui détermine la génératrice concernée change dans 
le temps suivant la loi d,/dt = Q. Autrement dit, la ligne d'’inter- 


*) Cette formule donne la solution du problème scalaire. La fonction £ 
satisfait à l’équation d'onde pour r > r, et la condition aux limites £ — 
— f (® — Qt) à la surface du cylindre r — re. Ainsi dans le système des coor- 
données animé d’un mouvement de rotation sur l’axe des z à la vitesse ©, le 
champ est statique. 


12—006 
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section (la tache) balaye l'écran à la vitesse 


v=R CR. (8.12) 


Ainsi, nous avons obtenu plus formellement le résultat évident 
(ou en tout cas bien connu) (8.4). Il importe que l'angle Y entre la 
surface de phases égales et l'écran soit défini par la condition 
(fig. 8.3) 

w dr __ cc _c 
Bien entendu, pour de petits angles Ÿ, gg Y = sinVÆ=VYVetvz 
= clsin Ÿ en accord avec (8.6). Autrement dit, comme nous l'avons 
noté plus haut, la grande vitesse de la 
tache est conditionnée (par exemple, 
pour v ÿ c) par la petitesse de l'angle 
Y entre le front d'onde et l'écran. 

Dans ce qui précède, en fait nous 
n'avons pas avancé des hypothèses sur 
la nature du champ considéré mais seu- 
lement admis (et encore rien que pour 
simplifier) que la vitesse de sa propaga- 
tion est égale à c. Il devient donc clair 
que les taches de vitesse v >> c peuvent 
s'obtenir non seulement dans le cas 
| | des ondes électromagnétiques mais aussi 
Fig. 8.3. Tache lumineuss ans celui des ondes gravifiques. En 
produite par une source rota- | 
tive (phare) sur un écran cy-  aPpliquant le langage des rayonnements: 
lindrique ou sphérique éloi- on peut obtenir des taches de vitesse 

gné arbitraire tant pour les neutrinos (vites- 

se c) que pour toutes autres particules 

(vitesse u << c) *). Le fait qu’une vitesse v > c apparaissant dans le 
cas des taches ne contredit nullement la relativité est indiscutable. 
I1 suffit de dire que ce résultat s'obtient dans des cas parfaitement 
réels, par exemple, dans celui d’une impulsion de lumière ou des 
électrons frappant un écran (cf. fig. 8.2). A titre de supplément 
indiquons cependant que la méthode de synchronisation des horloges 
évoquée ordinairement dans les exposés de la théorie de la relativité, 
premièrement, n'est pas la méthode unique mais seulement l’une 
des méthodes possibles. Deuxièmement, dans la majorité des cas, 
une telle méthode est en effet la plus commode et la plus avanta- 
geuse, et ceci non pas du fait que la vitesse de la lumière est la 
vitesse maximale possible, mais parce qu'elle est universelle, étant 


*) La trajectoire des particules émises à la vitesse u par une source en 
rotation est r — re an U (£ — to): P = Qto, d'où r = ro + u (£ — p/Q) ; lo est 
l'instant de l'émission. 
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la même dans tous les systèmes d'inertie (bien entendu, à la condi- 
tion que l'échelle et les horloges de tous les référentiels soient les 
mêmes). Enfin, quand on évoque quand même la vitesse de la lu- 
mière c dans le vide en tant que vitesse maximale possible, on a en 
vue la vitesse de transmission des perturbations, des interactions ou 
des « signaux ». En effet, cette affirmation est vraie (au moins dans le 
cadre de la Relativité et de la physique telle que nous la connais- 
sons). Bien que les taches lumineuses et autres dont nous venons de 
parler puissent se déplacer à la vitesse v > c, elles ne compromettent 


£ acne 
lumineuse 


4 Impulsion 


Observateur 


Fig. 8.4. Passage d’une impulsion à Fig. 8.5. Observation d'une tache 
travers un écran plan lumineuse sur un écran 


d’aucune façon notre affirmation qu'il est impossible de les utiliser 
pour transmettre un signal à une vitesse v >> c. Examinons l’im- 
pulsion (de lumière, d'électrons) dont la section par l'écran (tache) 
se déplace sur l'écran le long de l’axe x à la vitesse v > c pour attein- 
dre les points 7, 2 de coordonnées z;,, x, aux instants f,, {, (fig. 8.4). 
Il est évident que zx, = 2, +v(t, — t,) et pour v = u/sin Y > c 
les événements 1 et 2 sont séparés par un intervalle spatialement 
similaire, c.-à-d. (x, — 21)° >> © (t, — t,)°. La perturbation (repère} 
dont est marquée au point 1 l'impulsion à l’instant t,, sera à l'instant 
t, au point 3 de coordonnées zx, = 2, + u sin W (f, — t1), ya = 
= ucos W(it. —t;); en outre. (r: —z,)  +yi=ut(t — 1} < 
< c® (te — t)°. Mais cette perturbation ne tombe pas au point 2. 
Pour autant, la vitesse superlumineuse de la tache n'est pas du tout 
apparente, elle est aussi réelle que toute autre vitesse d'une forma- 
tion macroscopique ou d'un corps. 

Soulignons également que les vitesses superlumineuses des taches 
sont d’une autre nature que les vitesses apparentes du type u,, max 
(cf. (8.3)); la vitesse u,, max peut être supérieure à c du fait qu'il 
s'agit des signaux observés à l’instant { donné mais qui n’ont pas 
été émis simultanément (cf. plus haut). Dans ces conditions, ce qui 
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importe c’est le retard défini par la finitude de la vitesse de propaga- 
tion de la lumière. Ce retard intervient sensiblement aussi dans le 
comportement des taches observées en un point quelconque. Nous 
allons nous borner ici à l'exemple le plus simple de la tache lumi- 
neuse qui balaye à une vitesse constante v un écran plan et qui est 
observée au point ©” (fig. 8.5). Par observation on entend ici la 
réception de la lumière émise par la tache rendue possible par la 
rugosité de l'écran (c.-à-d. sous l’effet de la diffusion) ou résultant 
de la luminescence de l'écran, produite par l’éclairement. Siv<c, 
la tache sera visualisée, comme d’« habitude », balayant l'écran 
de haut en bas. Supposons maintenant que v —>, c.-à-d. que toute 
la trace laissée par la tache se visualise instantanément. Alors, l’ob- 
servateur verra tout d'abord la tache en O, point le plus proche de O0” 
(la droite 00” est perpendiculaire à l’écran). Ensuite, il verra évi- 
demment deux taches qui s’écartent de O dans des sens opposés. 
Pour c < v << © pendant un temps défini on observera également 
deux taches. 

L'existence des vitesses superlumineuses et des sources superlu- 
mineuses du type mentionné (nom que nous donnerons pour abréger 
dans ce qui suit aux sources qui se déplacent à la vitesse v > c) *) 
est bien connue et depuis longtemps. Il n’y avait d'obscure que cette 
circonstance que, dans le cadre d’une théorie macroscopique et de 
l'approche macroscopique dans son ensemble, ces sources ne sont 
nullement « pires» que les sources infralumineuses. L'approche 
macroscopique est envisagée ici dans ce sens qu'une source superlu- 
mineuse n'est pas une particule ponctuelle (aussi petite que l'on 
veut), mais toujours associée à un ensemble de particules de ce type 
(microscopiques) **). Qui plus est, si la position du problème est 


*) En général, on appelle source superlumineuse les sources qui se dépla- 
cent à la vitesse v > v,n = c/n. Une telle terminologie est raisonnable mais en 
disant ici superlumineuses seulement pour les sources à vitesse v > c nous 
n’apporterons probablement aucune confusion, surtout sous la réserve que nous 
venons de faire. 

**) L'approche macroscopique dont il est question ici est assez relative et 
bien plus « lâche » que les conditions liées au passage à l'électrodynamique 
macroscopique à partir des équations de l’électrodynamique microscopique 
{ou, suivant l'ancienne terminologie, à partir des équations de la théorie élec- 
tronique). En effet, les équations de l’électrodynamique n' amènent que l'équa- 
tion de la continuité, alors que pour le reste, le mouvement des charges peut 
être donné de l’« extérieur » (c’est une tout autre question si ce mouvement est 
compatible avec l'équation du mouvement des particules). Il est donc clair que 
déjà dans le cadre de la théorie électronique on peut admettre sans tomber dans 
des contradictions que dans de larges limites la densité de courant j = pv est 
arbitraire et poser, en particulier, que v > c. Dans ce sens, les calculs que Som- 
merfeld [113] réalisa dès 1904 et où il a examiné le rayonnement d'une charge 
se déplaçant à la vitesse v > c, étaient parfaitement corrects. Il est vrai que 
Sommerfeld avait en vue le mouvement d'une seule charge, lorsqu'’en fait v <c 
(cette conclusion, si on ne mentionne pas les tachyons, se déduit de la relativité 
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quelque peu réelle, le nombre de particules responsables du mouve- 
ment de la source superlumineuse (tache) s'avère être grand. Un for- 
malisme adéquat pour l'examen du rayonnement des sources super- 
lumineuses est fourni par la théorie du champ usuelle, et notamment, 
les équations (6.1), où la densité de courant j = pv peut en principe 
varier et se déplacer à des fréquences et vitesses quelconques. 
Considérons un fil chargé qui tombe à la vitesse u sous un angle Y 
à la surface de séparation d'un milieu transparent d'indice de ré- 
fraction nr (w). Autrement dit, nous avons la situation schématisée 
à la figure 8.6 et analogue à la fi- 
gure 8.2. Avant de traverser la sur- 
face du milieu, les charges qui 
constituent le fil (disons, les élec- d 
trons ou les protons) se déplacent 5% 
uniformément. Mais après avoir 
traversé l'interface, les charges 
subissent le freinage dont il résulte 
un courant (polarisation) se dép- | 
laçant à la vitesse v — u/sin W, Fig. 8.6. Chute d'un fil chargé 
qui correspond à la vitesse du dép- nee 
lacement de la section du fil par 
la surface du milieu. Un tel courant apparaît même sans le freinage 
des charges par effet de transition (variation des paramètres du milieu 
suivant le parcours de la charge) qui conditionne l'émission du 
rayonnement de transition. Pour donner une illustration suggestive 
de ce phénomène, on peut imaginer des charges qui s'arrêtent en 
atteignant le milieu, puis, par exemple, sont neutralisées par les 
courants existants dans ce milieu. Il en résulte que la surface du 
milieu est balayée par une charge q à la vitesse v. Admettons pour 
simplifier que le fil est de section carrée (de côté d) et que la con- 
centration des charges e qui le composent est V. Alors la section du 
fil par la surface de séparation du milieu, c.-à-d. l'aire de la tache. 
est S — d’/sin Y ; c'est l'aire couverte par la charge qg — eN® cotg Y 
(la surface de séparation du milieu est traversée par unité de temps 
par la charge eVd°v cos Y, la charge linéique dans le sens de la vitesse 
est eVd* cos Ÿ, et par conséquent, à la longueur de la tache d/sin Y 
correspond précisément la charge q). On connaît la solution du pro- 
blème du rayonnement de la charge qui traverse l'interface vide- 
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restreinte créée par Einstein en 1905). Dans ses ouvrages de 1904-1905 [113]. 
Sommerfeld a au fond anticipé la théorie de l'effet Tchérenkov. Fait curieux : 
endant plus de trente ans jusqu’à la publication du livre de Tamm et Frank 
26], personne n’a eu l’idée dans le problème du rayonnement d'une source ani- 
mée d’un mouvement uniforme soit de remplacer la vitesse c par la vitesse de 
phase c/n, soit d'examiner une source de type tache qui se déplace à la vitesse 
v>c. 
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milieu [65]. L’énergie ainsi rayonnée peut s’écrire 


dwW q°v c° 

Evidemment, avec F — 1, cette formule devient l'expression 
(6.58) pour le milieu homogène. Le facteur F (w, . . .) rend compte 
de l'influence de l'interface, de la dimension de la source, etc. 
Des considérations générales font penser que la même formule est 
applicable également à une source superlumineuse de v > c; de plus, 
F=F(wo,W,d...). et dépend également de la distribution de 
charges dans le vide *). Le facteur F peut être concrétisé seulement 
par un Calcul précis, ainsi que, certes, en utilisant un modèle bien 
défini de la source. C’est ce que nous ferons plus loin. Pour le moment 
remarquons que quel que soit le cas, l'intégration de (8.14) porte 
sur le domaine des fréquences vérifiant la condition Tchérenkov 
(6.53). Par ailleurs, bien entendu, il faut poser dans le vide nr = 1 
(nous avons supposé plus haut que le milieu confine au vide). C'est 
pourquoi pour v > c dans le vide (au-dessus du milieu} le rayonne- 
ment apparaît toujours si seulement F -£ 0. Mais pratiquement le 
facteur F doit être à l’avance très petit pour les ondes de longueur 
À = 2nc/ow, celle-ci étant plus petite que la projection des dimen- 
sions de la tache sur la direction du vecteur d'onde k. Dans le milieu, 
pour v >cet nr (w) > 1. la situation est la même, mais pour nr (w) <1, 
le rôle du facteur de coupure peut être joué également par la condi- 
tion v>v,n = c/n: le rayonnement dans un milieu n’est possible 
que si cette condition est respectée. Dans le cas général on peut 
également affirmer que dans le vide le rayonnement est caractérisé 
par l'angle 6,, = arccos (c/v), dans le milieu par l'angle 68,, — 
— arccos (c/n (w) v) (8 est l’angle entre k et v; fig. 8.7). Puisque 
dans un milieu quelconque la vitesse du front avant des ondes électro- 
magnétiques, compte tenu de la dispersion, est c, le rayonnement 
d'une source superlumineuse dans un milieu est caractérisé non 
seulement par l’angle 6,,, mais encore par l’angle 8,, = arccos (c/v) 
qui dans ce cas détermine l'ouverture du cône du front avant de 
l'onde. Ainsi, pour 6 > 6,1, le champ dans le milieu est nul. Si on 
parle de la fraction principale du rayonnement et non pas de 
son front, alors dans un milieu dispersif où la vitesse de groupe 


*) 11 serait plus exact d'écrire le deuxième membre de l'expression (8.14) 
sous la forme de la somme de deux termes i 


| (1-5) Fo do + | (1-55) Fev du, 


où le premier terme correspond à la puissance du rayonnement dans le vide, 
et le deuxième, à sa puissance dans un milieu. Or, tant que le facteur F n'est 
pas concrétisé, l'expression (8.14) est d’un caractère symbolique et de ce fait 
elle peut être retenue. 
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Ur — a = c] 720) est inférieure à la vitesse de phase v,n = c/n, 
l'effet Tchérenkov donne lieu à une situation analogue. Aucun 
besoin n'est donc de discuter ici cet aspect du problème (cf. (114, 115])). 

Examinons maintenant de près la solution exacte du problème 
d’un fil qui tombe sur un plan conducteur parfait. La géométrie 
du problème est celle de la figure 8.6. mais le milieu à indice de 


ET: 
24 0 Jache 


Vide n=1 lumineuse 


Milieu n<] 


Fig. 8.7. Rayonnement Tchérenkov d'une tache lumineuse 


réfraction nr (w) est remplacé par un conducteur parfait. Pour un 
observateur extérieur, la charge qui traverse l'interface du conduc- 
teur disparaît, c.-à-d. si on parle du mécanisme de l'émission, il 
s’agit ici d'un rayonnement de transition ; notre intérêt porte pour- 
tant sur l'interférence d'un tel rayonnement émis par un fil en 
mouvement; de plus, nous savons à l’avance que le rayonnement 
résultant sera dirigé sous un angle 0, = arccos (c/v). Le champ du 
fil dans le vide est la somme des champs du fil lui-même et de son 
image, C.-à-d. il est généré par le courant de densité 


j— Q6(z)u,0 (b;r — ut), y>0, (845) 
j= —Q6(z)u:ô(ber— ut), y<t0. j 
Ici Q est la charge linéique du fil; u, = ub, et u, — ub, sont les 
vitesses du fil et de son image (b, = b, = 1; b,, = b,., bi, = 
— —0,,, db, = b,, = 0; le fil repose dans le plan x, y et pour sim- 
plifier, on admet qu'il est infiniment fin). Bien entendu, il faut 
admettre par ailleurs que dans (8.15) la première expression est 
différente de zéro dans le vide, et la deuxième, dans le métal. La com- 
posante de Fourier de la densité de courant est 


jo = | jexp (iwt) dt= LE {bexp(i br) — 


—bs exp (i br} | 
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A de grandes distances de l'écran on a pour la composante de Fourier 
du potentiel vecteur 


Ag = PEN { io (r”)exp (—ikr”) dr’ == 


; LEP (ikR) b. “ | 
{ar biy—ky ET ô (T bix—kx) : (8.16) 


où k — (w/c) s — ks est le vecteur d’onde de l'onde rayonnée (évi- 
demment, s = 1, k — w/c). Ensuite on trouve facilement le champ 
magnétique H, = i(kA,]}, puis l'intégrale 


+oo +00 oo +00 
_ | Hrdt= Î dt | do | do'H, Hs exp [é (0 +&’) t] = 


= 1/,c Î do ( do'H,H5°0 (0 + w°) = 


ue Î ir P do = c | | H, [? do. 


oo 


Prenons l'axe x parcouru par la tache lumineuse pour l’axe Done 
et supposons que le vecteur d'onde du rayonnement k = (w/c)s 
fait avec cet axe un angle 8 ; notons l'angle azimutal par o (fig. 8.8); 
en outre, dans le vide, —!/,n < q < !/n 

La formule (8.16) montre que e À est proportionnelle à la fonc- 
tion delta de l’argument (w/u) b,, — k,. Evidemment, le champ 
magnétique H, lui aussi est proportionnel à cette fonction. Quant 
à l'énergie du rayonnement, elle croît avec carré de la fonction delta. 
L'intégrale de ce dernier est divergente, ce qui témoigne de l’énergie 
infinie du rayonnement. L’explication physique de cette infinitude 
est bien simple : nous admettons que le fil coupe l'écran pendant un 
temps infiniment grand. Pour obtenir le résultat final on peut consi- 
dérer le mouvement du fil au cours d’un temps 7 très long bien que 
fini. Il est évident que l'énergie du rayonnement sera proportion- 
nelle à T. La procédure formelle suivante aboutit au même résultat. 
Ecrivons 


EL be—k) = 8(0—7" 7e) (2 be). 


Dix bix u 


Développons le premier cofacteur en une intégrale de Fourier 


+00 
P (ok) = pe 6 (Pix) | exp É (o— =) | dt. 


SUR LES SOURCES DE RAYONNEMENT SUPERLUMINEUSES 185 


La présence dans ce produit de la fonction delta nous permet 
d'admettre que sous le signe d'intégration l’exposant de l’exponen- 
tielle est nul; on a alors 


Ô° (biz kx) = 7 Ô(4 dix —Kx) 


où 7 est le temps total du déplacement du fil, et v = u/b,.. la vitesse 
de la source (de la tache lumineuse). En procédant de cette facon 


vs — vitesse de La tache 


Le lumineuse 
Z 
Fig. 8.8. Figure illustrant le calcul du rayonnement Tchérenkov d'ure tache 
lumineuse 


pour l'énergie émise dans l'angle solide dQ = sin 6 d6 dg dans 
l'intervalle des fréquences dw par unité de temps on obtient l’ex- 
pression Rai 


Pe@ D LL) RE sin 0 d8 dp du — 


= {_ El mi jrs (= —s.) sin 0 d0 de dw. 


27) (c/u) biy — sy (c/u) bip + sy 


L'existence de la fonction delta correspondante rend clair que, 
comme il se doit, seules sont émises les ondes à vecteur d’onde k 
vérifiant la condition s, = cos 0 = c/v = cos 8,,. L'intégration 
sur 0 amène 


dWo (F) __ Qv [sb] COS | 
dt 7 2rw { (c/u) biy—Sy (cu) di sy biy + Sy } 2 du, 
s — {cos 01, sin 051 cos p, sin On sin p}, (8.17) 


b. = {sin W, —cos Ÿ,0}, b, —{sin W, cos W, 0}, 


cos 0 =< — — 
01 7" sin Y ? | 


où Ÿ est l’angle entre la vitesse des particules u et l'axe x. 
Enfin, on obtient 


dW _2Q% [ do T do {Hu} —(4— caj03) (1— u4/ctv?) cos? q) 


"dt — nr ui © [(c2/u2) cos? W — (1— c3/u2) cos? q]? : 
0 3/2 


(8.18) 
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D'après (6.58), il est clair que l'émission d'une charge gq se dé- 
plaçant dans un milieu homogène aurait dans l’« intervalle » dw d@ 
la puissance 

We) __gv 
7 dt  2nec 


(1—<) 0 dy de, 


où nous avons posé z — 1. En comparant cette expression avec 
(8.17) nous voyons que le filament est équivalent à la charge 


OR le 
q (c/u) bsy —sy (c/u) biy + sy rs VISE — Che 


Puisque Q est la charge d’une unité de longueur du fil, le facteur 
affecté à © de (8.19) est la longueur efficace du fil, responsable du 
rayonnement dans la direction k. Cette longueur n’est rien d'autre 
que la longueur de formation du rayonnement de transition dans la 
direction k. Les intégrales (8.17), (8.18) divergent pour w —0, ce 
qui est lié tout simplement à l'hypothèse sur l'étendue infinie du fil. 
La puissance du rayonnement diminue avec la croissance de w, 
ceci a lieu évidemment par suite de la diminution dans ces conditions 
de la longueur de formation du rayonnement de transition. Dans 
d’autres problèmes analogues, la dépendance fréquentielle peut être 
différente (cf. plus loin). 

Comme nous l’avons noté, nous pouvons considérer que le mé- 
canisme de l'émission des particules isolées ou du fil tout entier 
qui passent par la surface de séparation du conducteur est le rayonne- 
ment de transition. Pourtant, avec le même succès (et le même ré- 
sultat final) on peut supposer qu’on est en présence du rayonnement 
de freinage produit par l'arrêt instantané à l'interface des charges 
et de leurs images (dans le cas d'un conducteur parfait, pour le 
calcul du champ dans le vide, ces deux possibilités sont indiscerna- 
bles ; cf. chapitre 7). En général, le mécanisme de l’« acte élémen- 
taire » du rayonnement, qui conduit finalement à l'effet Tchérenkov, 
est sous un certain rapport peu important: l'allure du rayonnement 
Tchérenkov (il s’agit en premier lieu de la condition cos 8, — 
— clun (w)) est définie par l'interférence des ondes émises le long 
de la trajectoire de la source. Ce qui vient d’être dit est bien entendu 
en plein accord avec le principe de Huyghens. Aïnsi, le rayonnement 
concerné d'un fil chargé qui frappe un écran constitue précisément 
l'effet Tchérenkov pour v > c; de plus, il apparaît dans le vide (il 
est vrai qu'ici est nécessaire une interface quelconque entre le vide 
et le milieu). L'’intensité du rayonnement et sa distribution angu- 
laire par rapport à  varieront en fonction des propriétés des milieux 1 
et 2 (assurément, pour observer le rayonnement Tchérenkov au moins 
l’un de ces milieux doit être transparent ; dans ce qui précède nous 
avons admis que le milieu 1 est le vide). Pour un milieu anisotrope 
l'indice de réfraction #7 (w) de la condition (6.53) doit être pris 


(8.19) 
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séparément pour chaque onde normale, la valeur de nr dépendant 
également des angles entre l'onde et les axes de symétrie (axes du 
cristal, direction du champ magnétique extérieur, etc.). Signalons 
spécialement l'émission des ondes dans les guides d'ondes. Dans 
l’ensemble ceci pose un grand nombre de problèmes analogues à ceux 
de la théorie du rayonnement Tchérenkov pour v << c (cf. [65-68]). 
Il est également évident que les sources considérées (taches de lu- 
mière) émettent aussi dans un régime infralumineux, c.-à-d. lorsque 
cin << v <c. Ces sources présentent aussi de l'intérêt lorsqu'on 
étudie l'excitation, celle, par exemple, des ondes superficielles de 
différents types résultant de l'effet Tchérenkov ou du rayonnement 
de transition sur une surface non homogène (dans ce dernier cas, 
certes, la condition v >> c/n n’est plus nécessaire). Ce qui vient d’être 
dit est également vrai pour les ondes de nature non électromagné- 
tique; à titre d'exemple indiquons la production du second son 
dans l’hélium II par une source en mouvement (disons, par un rayon 
de laser se déplaçant à la surface de l’hélium). 

Le rayonnement d'une source superlumineuse ne se ramène 
nullement à l'effet Tchérenkov. Ainsi, déjà dans le mouvement 
uniforme, mais avec la source « modulée » par une certaine fré- 
quence &,, on observe le rayonnement à la fréquence dopplérienne 


_ (cf. (6.59)). La modulation peut s’obtenir de 


1—(c/c)n cos 0 | 
cons différentes: par pompage supplémentaire du rayon, par 
modification de sa densité (le long du rayon), en portant un « réseau » 
(des inhomogénéités périodiques) sur l'écran, etc. Enfin les particu- 
larités du rayonnement superlumineux à v > c, ainsi que dans le 
cas c/n << v < c. se manifestent aussi lorsque le mouvement de la 
source n'est pas uniforme. Un exemple en est fourni par le rayonne- 
ment synchrotron (ou, plutôt, quasi synchrotron) qui apparaît 
lorsque le mouvement de la source est circulaire. C’est le cas des 
particules ou des photons émis par une source en rotation et frap- 
pant un écran sphérique ou cylindrique. Voici un modèle plus con- 
cret [116]: une source animée d’un mouvement de rotation (disons, 
un pulsar) émet un flux directionnel de rayons gamma qui frap- 
pent un «écran» composé d’une substance plus ou moins dense 
(plasma) se trouvant à la distance R de la source. En frappant 
l'écran, les rayons y se diffusent sur les électrons qui acquièrent 
par recul une impulsion et créent de ce fait une polarisation radiale 
qui « balaye » l'écran à la vitesse v — QAR. Il en résulte que l'écran 
est balayé var un courant de densité 


@) — 


j=— [p (8) 8(r—R (E)], 
p(t) = p {cos Qt, sin Qt, 0}, (8.20) 
R(t) = R {cos Qt, sin Qt, 0}, 
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où p est le moment électrique dipolaire associé à la polarisation créée 
qu’on considère comme ponctuelle; ceci est possible si on envisage 
le rayonnement de longueur d'onde À sensiblement supérieure aux 
dimensions À de la source. 

Le rayonnement apparu avec v = QR © c est analogue quant 
à son caractère au rayonnement synchrotron dans un milieu sous la 
condition que v > c/n (cf. chapitre 6); sa puissance totale est 


dW _ p°(1+v/c?) ; 
Tes — | wdu. (8.21) 
Qzw<c/l 


La coupure de l'intégrale a lieu aux fréquences élevées vu les 
dimensions finies du doublet, ce dont (8.20), (8.21) n'ont pas tenu 
compte ; à propos, le calcul de [116] admet que le moment dipolaire P 
de (8.20) est dirigé non pas suivant le rayon, mais suivant l’axe des z 
(c.-à-d. on pose p = p {0, 0, 1}, ce qui dans la formule (8.21) 
n'intervient probablement que sur 
le coefficient numérique. Dans 
les modèles des pulsars, la pertur- 
bation qui balaye le plasma à la 
vitesse v > c peut être due égale- 
ment au rayonnement magnétique 
dipolaire ou au flux des particules 
émises par le pulsar. 

L’essor des techniques du laser 
fait que la création d’une source 
superlumineuse à l’aide de la lumière 
Fig. 8.9. Réflexion et réfraction acquiert un intérêt particulier. 
d'une impulsion de lumière à l'in- Si on impose que pour v = QR> 

terface de deux milieux de 5 
> c l'intensité du champ au sein 
de la tache lumineuse soit assez grande, l’utilisation d’un rayon 
animé d’un mouvement rotatif n’est guère facile même si on fait 
appel à un laser. Il est donc plus simple de réaliser l'incidence de 
l'impulsion sur un écran qui constitue l'interface (cf. plus haut 
fig. 8.2 et formules (8.5), (8.6)). Si l’écran est une surface de sépara- 
tion parfaitement plane de deux milieux et le problème peut être 
envisagé en approximation linéaire (champ faible), il s’agit d’un 
problème ordinaire sur la réflexion et la réfraction de la lumière. 
Il devient donc tout de suite clair (et, certes, ceci résulte des équa- 
tions du champ) que l'impulsion incidente sous un angle Y, se re- 
flète également sous un angle VW; = W,, et l’angle de réfraction Y, 
est défini par la loi de réfraction (fig. 8.9) 
SUP pv, (8.22) 


sin ÿ: no ? 


Fait curieux qui a été depuis longtemps signalé par Frank {[76b]: 
les conditions (8.22) coïncident avec celles de l’effet Tchérenkov pour 
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l'impulsion concernée, dont la section par l'écran se déplace à la 
vitesse v —= (c/n,) sin W, (cf. (8.5)). En effet, dans le milieu 1, 
l'angle Tchérenkov est défini par la condition cos 8, = c/n;v = 
— sin V,, d’où comme il se doit W, = Y' = !/,n — 0,, (cf. fig. 8.9). 
Pour le milieu 2 on a cos 6, = c/nav = (nj/n.) sin W,. ce qui coin- 
<ide avec (8.22) puisque cos 8,, = sin W,. On peut dire littérale- 
ment que pendant une très longue période « nous avons fait de la 
prose sans le savoir »: la condition Tchérenkov superlumineuse (et 
la condition plus générale pour nr, > 1) est connue depuis plusieurs 
siècles. D'autre part, la correspondance dont on vient de parler entre 
les lois de réflexion et de réfraction d’une part et la condition Tché- 
renkov de l’autre, est naturelle, puisque toutes ces relations se dé- 
duisent de la même façon du principe de Huyghens. Pour obtenir de 
nouveaux résultats, le problème doit être envisagé en tenant compte 
de la non-linéarité de divers milieux (en particulier, des substances 
piézo-électriques). 

Encore une remarque que nous voulons faire concerne les taches 
lumineuses dans le cas des écrans rugueux ou luminescents. Dans 
ce dernier cas le rayonnement émis par une tache lumineuse est en 
général non cohérent. Ceci est également vrai en fait pour les écrans 
rugueux, puisque dans ces conditions il s’agit d'habitude des taches 
lumineuses suffisamment grandes (leurs dimensions sont sensible- 
ment plus grandes que la longueur d’onde de la lumière). Si le rayon- 
nement est non cohérent, l’interférence devient impossible et les 
traits particuliers tels que la directivité nettement exprimée du 
rayonnement Tchérenkov disparaissent. 

Le sort historique des recherches sur le rayonnement émis par des 
sources se déplaçant à la vitesse supérieure à la vitesse de phase 
de la lumière est très particulier. Il s’agit des effets classiques quali- 
tativement évidents déjà dans le cadre des notions optiques les plus 
simples (principe de Huyghens, interférence) et décrits quantitative- 
ment par les équations de Maxwell. Comme nous l’avons vu, les lois 
élémentaires de la réflexion et de la réfraction de la lumière sur une 
interface plane de deux milieux coïncident au fond avec les condi- 
tions de rayonnement Tchérenkov emis par une source qui balaye 
l'interface. La condition Tchérenkov pour une charge ou une source 
superlumineuse (vitesse v > c) a été obtenue en 1904 [113]. Malgré 
cela l'effet Tchérenkov n'a été découvert expérimentalement qu'en 
1934, et encore par un simple hasard (dans le sens que l'étude portait 
sur tout autre question), alors que l'établissement de la théorie de 
cet effet a nécessité de grands et plutôt longs efforts [74]. Fait tout 
aussi curieux est qu’à la première étape il semblait que les possi- 
bilités que présente en physique l'effet Tchérenkov pour mesurer ou 
comprendre divers phénomènes soient très modestes. Or, en fait, 
l'émission Tchérenkov et les phénomènes apparentés sont actuelle- 


+ 


ment appliqués à une large échelle et on peut dire que leur étude 
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constitue toute une branche de la physique à laquelle on consacre 
un nombre considérable d'articles et aperçus [65-68]. Il peut sembler 
que ce problème, bien que non épuisé encore, soit du moins suffi- 
samment étudié sous tous ses aspects. Or, il s'avère que ceci non 
plus n’est pas exact et le témoignage en est fourni par l’article [112] 
et le présent chapitre. En effet, il était largement admis. et l’auteur 
lui-même partageait cette vue, que l'effet Tchérenkov et l'effet 
Doppler anomal ne peuvent s’observer que dans le cas des ondes 
auxquelles correspond l'indice de réfraction nr (w) > 1 (la condition 
clin <'v<c). On en déduisait que dans le vide les phénomènes 
correspondants étaient impossibles. Cependant, il existe des sources 
superlumineuses qui se déplacent à la vitesse v > c. Dans de larges 
limites ces sources peuvent être assimilées aux sources « ordinaires » 
se déplaçant à la vitesse v << c. Un exemple concret est fourni par le 
fait que les sources superlumineuses peuvent émettre un rayonne- 
ment Tchérenkov dans un milieu quelconque, y compris dans le 
vide ou sous la condition nr (w) << 1. Les sources superlumineuses 
de type général possèdent dans l’ensemble les mêmes particularités 
que les sources se déplaçant à la vitesse c/n << v << c (effet Doppler 
anomal, etc.). Du point de vue de la théorie du rayonnement, la dif- 
férence entre les sources superlumineuses (v => c) et les sources 
infralumineuses (v << c) est qu’une source superlumineuse ne peut 
être particule « élémentaire » isolée, elle est donc toujours étendue. 
Ce sont précisément les dimensions d’une source superlumineuse 
qui déterminent en’premier lieu, surtout dans le vide, la limite des 
ondes courtes du spectre émis. Sous ce rapport, il serait plutôt 
difficile d'utiliser les sources superlumineuses, par exemple, pour 
produire des rayons X (on pourrait être séduit par une telle possi- 
bilité. puisque le fait qu’aux fréquences élevées l'indice z (©) tend 
vers l'unité, qui est un obstacle pour les sources à v << c rendant 
impossible l’utilisation de l'effet Tchérenkov dans le domaine des 
rayons X, ne joue pas unYrôle aussi critique pour v > c). Il n'y 
aurait rien d'étonnant, pourtant, si dans l'avenir on découvre aussi 
telle ou telle application intéressante des sources superlumineuses. 
D'autre part, il se peut que les sources superlumineuses soient dé- 
tectées par l'astronomie. Indépendamment de ceci, l'étude de telles 
sources (à v —>c) d'ondes électromagnétiques et gravifiques (et, 
peut être, des neutrinos aussi) et l’ensemble de tous les problèmes 
qui se posent dans ce domaine, présente selon nous sans conteste un 
grand intérêt physique. 
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RÉABSORPTION ET TRANSFERT 
DE RAYONNEMENT * 


Réabsorption et effet maser (amplification des ondes). Equation de transfert du 

rayonnement. Méthode des coefficients d'Einstein et son application dans le cas du 

rayonnement polarisé. Réabsorption et amplification du rayonnement synchrotron 
dans le vide et en présence d'un plasma « froid » 


En étudiant le rayonnement synchrotron d’un ensemble des 
particules (cf. chapitre 5) nous avons admis que divers électrons 
relativistes émettent indépendamment l’un de l’autre (ou, comme 
il est d’usage de le dire, leur rayonnement est non cohérent). Ceci 
se rapporte non seulement au rayonnement dans le vide, mais aussi 
au rayonnement sur lequel intervient un plasma non relativiste 
(« froid ») (cf. chapitre 6). Cependant, si le nombre de particules 
émettrices se trouvant sur le rayon visuel est assez grand alors 
l'absorption et le rayonnement forcé (induit) des particules elles-mê- 
mes commencent à exercer leur action. Dans les cas courants ce 
processus s'appelle réabsorption. La réabsorption peut en principe 
modifier sensiblement l'intensité et la polarisation du rayonne- 
ment. Qui plus est, dans certaines conditions, la réabsorption peut 
être négative, c.-à-d. il est possible que le rayonnement soit amplifié. 
Cette amplification ou réabsorption négative s'appelle aussi effet 
maser. Il va de soi que le caractère de la réabsorption est étroite- 
ment lié à la nature du rayonnement, c.-à-d. dans le cas de la réab- 
sorption d’un rayonnement synchrotron on adopte que les particules 
émettrices sont des particules relativistes chargées se déplaçant 
dans un champ magnétique. Ce rayonnement ainsi que sa réabsorp- 
tion peuvent changer sensiblement si le domaine émetteur contient 
en plus des électrons relativistes un plasma froid. Ainsi, dans le cas 
du rayonnement dans le vide, la réabsorption dans n'importe quel 
système d'électrons relativistes isotrope par rapport à la direction 
de leur vitesse est positive (c.-à-d. dans ces conditions on observe 
l'absorption). Mais en présence d’un plasma froid, la réabsorption du 
rayonnement synChrotron peut devenir négative (cf. ci-dessous). 
Cela signifie que le système correspondant (par exemple. une couche 
ou un nuage) d'électrons relativistes à distribution isotrope des 
vitesses agit comme un maser. 

Bien que, comme nous l’avons dit, nous ne discutions que de la 
réabsorption du rayonnement synchrotron, ce qui suit se rapporte 
dans une grande mesure au rayonnement de nature quelconque. 


*) Ce chapitre s’insvire de la section 3 de l’article [31b]. 
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Pour étudier la réabsorption on fait souvent appel à la mise en 
moyenne dans toutes les directions, des expressions de l'intensité 
du rayonnement d'une particule isolée. Les conditions dans les- 
quelles cette approche est applicable et son caractère ne sont pas 
évidents à l'avance, ils sont même inutilisables pour déterminer les 
variations de la polarisation. Il suffit de dire que la distribution 
angulaire du rayonnement synchrotron est tout de même finie et la 
polarisation dépend sensiblement de l'angle Ÿ = x — & entre la 
direction de la vitesse et la direction du rayonnement (cf. (5.21)- 
(5.23)). C'est pourquoi l’étude de la réabsorption (et surtout de la 
réabsorption négative) tenant compte de la polarisation du rayonne- 
ment impose une analyse plus rigoureuse des propriétés angulaires 
et polarisatrices du rayonnement synchrotron. Il faut dire encore 
qu'un plasma froid placé dans un champ magnétique est anisotrope 
(magnétiquement actif) et même dans un champ faible avec une 
bonne approximation on ne peut, et de loin, la considérer toujours 
comme isotrope d'indice de réfraction r Æ 1 — wf/2w°. Sous ce 
rapport ce sont les caractéristiques de polarisation qui sont particu- 
lièrement sensibles du fait que la rotation du plan de polarisation 
(effet de Faraday) est un effet intégral: il croît avec le chemin par- 
couru par l’onde (cf., par exemple, [64] et chapitre 11). 

Voici le problème général, tel qu'on l'étudie habituellement 
dans des cas particuliers. Dans un certain domaine (« source ») 
sont données la distribution des électrons relativistes NW. (p, R), 
la concentration du plasma froid V (R) et l'intensité du champ 
magnétique H (R). Il faut déterminer le champ radiant aussi bien 
dans le domaine exploré (dans la source) que, surtout, loin de cette 
source. Dans les cas courants, il s’agit du rayonnement de la source 
elle-même mais il se peut qu'on ait à déterminer l’influence d’une 
telle source sur le rayonnement qui passe par cette dernière étant émis 
par une autre source plus éloignée du point de réception (c'est pour- 
quoi précisément le terme de source devient conventionnel). 

Nous avons admis plus haut que la source est stationnaire et de 
ce fait le temps t ne figure nulle part. Mais pour des sources en mouve- 
ment ou en expansion nous devons rejeter cette contrainte. Ordinaire- 
ment, en plus de l’hypothèse de stationnarité, nous pouvons recourir 
en pratique à d'autres simplifications. Ainsi, l’existence de toute 
une série d'’instabilités fait que dans les conditions cosmiques l’ani- 
sotropie dans la distribution des électrons suivant les vitesses dis- 
paraît assez vite ou en tout cas, diminue sensiblement (cf. chapitre 15). 
C'est pourquoi on peut considérer le plus souvent que la fonction de 
distrbution des électrons relativistes ne dépend que de leur énergie, 
c.-à-d. on peut lutiliser la grandeur V, (€, R). Ensuite, dans les 
conditions cosmiques la variation de V,, N et H en fonction des 
coordonnées est toujours très lente s’il s’agit des distances de l’ordre 
de la longueur d'onde du rayonnement. Par conséquent, on peut 
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en général appliquer l'approche de l'optique géométrique et souvent 
on peut admettre simplement que dans un domaine de longueur L 
le long du rayon visuel toutes les grandeurs sont constantes. Uns autre 
possibilité consiste à admettre que les concentrations W, et N sont 
constantes sur la longueur L, alors que le champ H est en moyenne 
chaotique et d'intensité H. 

Pour décrire le rayonnement, dans le cas général il faut appliquer 
les paramètres de Stokes 7, Q, U et V qu’on peut associer par le ten- 
seur Z,p (@, B = 1, 2) 


‘I+Q pat | 
LP EN iv I=0)" 
T= utiles V=i(le— Zi), 
Q=lun—l2s U=ln+l. 
Les indices 1, 2 correspondent ici aux axes des x et des y perpendicu- 


laires au rayon visuel. La liaison entre les paramètres de Stokes, 
l'intensité du rayonnement 7, le degré de polarisation IT, la relation 
entre les axes de l’ellipse de polarisation p et l'angle x déterminant 
l'orientation de cette ellipse est la suivante (pour plus de détails cf., 
par exemple, [44] et $ 6 de [45], ainsi que [38]) 


(9.1) 


D Dee B=arctg p, | 
. ui (9.2) 
sin =: 8(X)=T | 


Il est donc clair que le paramètre de Stokes 7 coïncide avec l’inten- 
sité. 

Les paramètres de Stokes et toute autre grandeur exprimée à tra- 
vers ces paramètres se rapportent au rayonnement dans un certain 
intervalle fréquentiel Av < v et correspondent à la mise en moyenne 
des expressions quadratiques suivant les champs pendant le temps 
At $ 1/Av. Dans un milieu anisotrope, et en particulier, dans un 
milieu magnétiquement actif, le champ électrique E n'est pas en 
général perpendiculaire à k, alors que le vecteur d'induction D est 
toujours orthogonal au vecteur d'onde k. C’est pourquoi dans un 
milieu anisotrope il est plus commode de définir le tenseur Z,8 
comme /,8 = D,Dÿ (&, B = 1, 2) [117]. Maintenant, les paramètres 
de Stokes et les quantités (9.2) concernent aussi le vecteur D et non 
pas E. Il faut retenir que dans le cas général l'intensité ? = Sp L,8 = 
= D,,D}, + DD? n'est plus proportionnelle au flux d'énergie. 
Lorsque le rayonnement est enregistré loin de la source (dans le vide, 
ou plus exactement, hors du milieu anisotrope), cette circonstance 
est évidemment peu importante. 


1:3—0406 
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Pour déterminer le tenseur 7,8 on reçourt à l'équation de trans- 
fert qui ces dernières années a fait l’objet d'étude ou de discussion de 
nombreux ouvrages (notamment, de l’examen très détaillé de [117]). 
Dans un milieu homogène, l'équation de transfert du cas stationnaire 
(/,8 ne dépend pas de t) est de la forme 


dla h 

= as + (Pañye — #'añys) lys. (9.3) 
Ici 

can | R'panNe(E, R, 1) dE 4, (9.4) 


est le pouvoir émissif d’une unité de volume, c.-à-d. la puissance du 
rayonnement spontané émis par unité de volume dans un angle 
solide unité et dans un intervalle unité de fréquences (la notation &;; 
du tenseur de permittivité n’est pas employée dans ce chapitre; 
pour d’autres notations cf. également chapitre 5). Les quantités p,g 
du rayonnement synchrotron, le seul envisagé ici pour rendre concrè- 
te notre étude. sont définies par les formules (5.21)-(5.23) et (5.26), 
(5.27); par ailleurs, il peut s’avérer que pour p4, l'expression (5.23) 
doit être complétée par des termes d'ordre plus élevé en ë = mc°/6 
(cf. [118])). En présence d’un plasma, dans ces formules il faut aussi 
remplacer 


E=me/g par n=VE+{(o/0) = V 1— nue? 


(cf. [311). Ensuite, les tenseurs Zogre et Æ'asre de (9.3) caractéri- 
sent les variations de 7,8 dues à la rotation de Faraday et à l’absorp- 
tion du rayonnement respectivement. Les tenseurs Pog,s et ape 
s'expriment à l’aide des paramètres caractéristiques des ondes « nor- 
males» capables de se propager dans le milieu considéré. 

Si on néglige la dispersion spatiale, dans un milieu anisotrope 
peuvent se propager deux ondes « normales » qui dans le cas des 
cristaux uniaxiaux et de magnétoplasma sont dites ordinaire (o ou 
indice 2) et extraordinaire (e ou indice 1). Dans les ondes normales 
se propageant dans un milieu homogène, toutes les quantités (champs 
E, D, H) dépendent de t et de KR suivant une loi exponentielle et, 
par exemple, 


D, «= À, eYo. e EXP (— %Xo, eZ)eXPI—i(ot— 0, —ho,ez)l. (9.5) 


Ici de même que dans (9.3) on admet que les ondes se propagent 
suivant l'axe z; x... est le coefficient d'absorption en amplitude (le 
coefficient d'absorption en puissance u,.. vaut 2%X.-; souvent on no- 
te x l'indice d'absorption cu/2w), w = 2xnv et k,.. est le vecteur 
d'onde (ko,e — (&/C) Ro,es OÙ A0,e Sont les indices de réfraction). 
Les vecteurs complexes Y,.. caractérisent la polarisation des ondes 
normales (4, . et 6... sont les amplitudes et les phases arbitraires 
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de ces ondes). Dans un magnétoplasma on peut poser en négligeant 
l'absorption (c.-àa-d. l'absorption étant pratiquement suffisamment 
faible) 


YaoŸ ao — YaeŸae = 1, YaoŸae —= Vaste = 0, (9.6) 


où on somme sur & — 1, 2 comme partout sur les indices (lettres 
grecques) deux fois répétés (par exemple, YaoYao = SP YaoŸ8o ; pour 
plus de détails sur les ondes normales dans un magnétoplasma, cf., 
par exemple (45, 64] et chapitre 11). 

La composante d’induction d’un champ radiant arbitraire dans 
l'intervalle de fréquence Ao est de la forme 


D, (2, t)= | AeYae EXP {— %ez — à (ot — Ô, — kez)} do + 


AO 


+ | AoYao EXP (— %02 — à (ot — 89 — kz)} du. 


AG 


En formant à partir de telles composantes le tenseur D,DS et 
d 


en calculant la dérivée = (D,D$) on peut justement aboutir, après 
la mise en moyenne par rapport au temps, l’intervalle de fréquence 
Aw étant assez étroit, à l’équation (9.3) [117]; de plus (ne pas con- 
fondre l’indice y avec le vecteur de polarisation y!) 


Rabyo = —Îi(ke— ko) (YaeYBoYYeY8o — YaoYBeYYoYoe); (9.7) 
À'apye = (Xe + Ko) (VaeYBoYYeY80 + VaoYBeYYo Ve) + 
+ 2H VaeVBeVye Ve + 2XoYaoYBoŸYoY8o- (9.8) 


Si l'absorption est assez importante, les ondes normales ne peu- 
vent pas être considérées comme orthogonales (cf. (9.6)) et les for- 
mules (9.7) et (9.8) ne sont plus exactes. Notamment, c’est le cas 
des particules relativistes (plasma chaud) et de plasma froid qui 
font des apports comparables aux fractions réelle et (ou) imaginaire 
anisotrope du tenseur de permittivité. L’équation de transfert (9.3) 
est examinée sans l’hypothèse (9.6) dans [118, 119], mais seulement 
dans les conditions où on peut admettre que l'influence du plasma 
n'est pas trop forte. 

Si les ondes du milieu sont d’un seul mode (ordinaires ou extraor- 
dinaires), c.-à-d. si le tenseur 7,8 comporte seulement des champs 
du type e ou du type o, alors Z4pys 1,e = 0. Il est facile d'obtenir 
ce résultat par la voie formelle mais dès le début ce dernier est tout 
à fait évident du fait que, par définition des ondes normales dans 
un milieu homogène, leur polarisation est invariable. Il est tout 


aussi évident que pour une onde normale %Æ'epys Los = —2%e.0 lof: 


13* 
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en l’absence de sources de rayonnement l'équation de transfert 
devient 


dÉ 0) _ 0, (e, 0; __ (k IC 0) (9 9 
FH eolañ —=—He,o(kK) la8 : .J) 


La relation (9.9) est évidente dès le début puisqu'elle traduit le 
fait que dans les ondes normales sous l'effet de l’action exercée par 
l'absorption, les vecteurs du champ (en particulier, le vecteur D) 
varient suivant la loi exp (—%x,., z) (cf. (9.5)). Les grandeurs 2%,, , = 
= LL, (k) sont des coefficients d'absorption en puissance (intensité) 
le long du vecteur d’onde k. Si les directions des vitesses de phase et 
de groupe (les directions des vecteurs k et v,. — duw/dk) sont les 
mêmes, alors, bien entendu, les grandeurs 2x,., coïncident avec les 
coefficients d'absorption le long des rayons pu. ,. Dans le cas général 
Le, o — 2%e, o COS Pe, or OÙ Pe. o Sont les angles entre k, , et Ver, e.o- 
Dans les conditions où on peut utiliser (9.9) ce n’est que l'intensité 
du rayonnement 1 = 1,, + T,, telle que di.%/dz = —2x,,, 19, 
qui changera le long de k, c.-à-d. le long de l’axe z. Quant aux gran- 
deurs II, p (ou B) et 4, comme nous l'avons dit, pour les ondes norma- 
les elles restent invariables. Formellement, ceci résulte également 


de (9.2) et (9.9) du fait que les grandeurs IT, p et 4 ne dépendent que 
des relations entre les paramètres de Stokes. Il est clair également 
que IT, p et x restent constants aussi dans le cas où dans le milieu 
les sources de rayonnement ne sont que d’un seul type. Alors 


(e, 0) _ 
D One ol = 8, 0—Ueo(k)1 (9.10) 


dz 


Cette équation peut être généralisée au cas d’un milieu non homo- 
gène si l’approximation de l'optique géométrique est vraie et par 
conséquent, si on peut appliquer la notion de rayons (l’interprétation 
basée sur les rayons est limitée par la condition d’une faible absorp- 
tion [64]). L'équation de transfert correspondante de l'intensité 
1% d'ondes de même mode est de la forme 


4 OI k2 d p Ticosp| \ 
Ter rs ae )-e-ul. Ge 


Cette équation tient compte de la non-stationnarité éventuelle du 
problème ; { = [1% et toutes les autres expressions se rapportent 
également aux ondes des ‘modes e et o à fréquence v; d’autre part, 
Ur eSt la valeur de la vitesse de groupe; , l'angle entre k et v,r; 
k — (w/c) n, la longueur du vecteur d'onde; u = 2x cos p, le coef- 
ficient d'absorption le long du rayon (un élément de longueur du 
rayon est 41). Notons que si dans (9.10) la grandeur /‘°:° d’un magné- 
toplasma n’est pas en général proportionnelle au flux d'énergie 
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(cf. plus haut), (9.11), elle, traite de l’intensité au sens propre, 
c.-à-d. du flux d'énergie associé à l’angle solide unité. 

A notre connaissance, l'équation (9.11) n’est pas généralisée au 
cas du rayonnement simultané de deux modes. Dans un milieu 
homogène et stationnaire, une telle équation généralisée se ramène, 
naturellement à (9.3). Assurément, cette équation est vraie aussi 
pour les fonctions es, Ropve et L'asvs dont la variation en fonction 
des coordonnées est assez lente. Mais comme le montre la comparaison 
de (9.11) et (9.3), dans un milieu non homogène l'équation (9.3) 
ne peut être vraie que si on néglige la réfraction (courbure des rayons) 
et les dérivées dn/dz comparées aux d7,8/dz. De plus, l’approximation 
ordinaire de l'optique géométrique doit être justifiée, c.-à-d. dans 
un milieu, sur une longueur d’onde À = 2xc/no la variation de toutes 
les quantités doit être faible. Par exemple, il faut observer la con- 
dition 

de 
1 € tape 


Mais en général il faut respecter également la condition plus serrée 
de, o 


 d& & Ine—no|. 


Dans le calcul de la polarisation, cette inégalité en tant que condi- 
tion justifiant l’approximation géométrique est typique pour le 
milieu faiblement anisotrope (cf. [45] et $ 26 de (64]). 

Dans ce qui précède on a essayé de mettre en lumière le problème 
de transfert d'un point de vue assez général. On a vu clairement 
qu’il existe des solutions complexes pour 7,8 ou pour les paramètres 
de Stokes ou, en tout cas, bien lourdes et se prêtant difficilement 
à une révision d'ensemble. La situation se complique encore si le 
plasma froid est assez dense et les champs magnétiques suffisamment 
forts. Dans ces conditions, l'influence du plasma ne saurait déjà 
plus être évaluée en remplaçant la grandeur E — mc°/Ë par n — 
= VE + wi/w° (pour ce problème cf. (94, 120, 121]). Le problème 
présente également des traits particuliers si la distribution des 
électrons relativistes suivant les vitesses est anisotrope [118, 122-124]. 
Ensuite, même si la distribution des électrons suivant les vitesses 
est isotrope, le cas de la fonction W, (€) variant rapidement avec 
l'énergie impose une analyse spéciale. Toutefois, on peut admettre 
que la fonction N, (€) est suffisamment lisse et utiliser les expres- 
sions ci-dessous du coefficient d'absorption si W, (6) change peu 
dans l'intervalle d'énergies AË associé au rayonnement des harmo- 
niques de fréquence voisins 


À 
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La fréquence émise est © — nQ,; (n = 1, 2, 3, . . .) et par consé- 
quent, 
mc? A6 
jAv|=n# mc ET KE gx 
pour 
6 Le Q 16 — eH 2 eHA 
AGREE w — mesinsy UC — Qnsin:y ? 


où À — 2nc/w est la longueur d’onde (on examine le rayonnement 
dans le vide). La condition susmentionnée de variation régulière de 
la fonction W, (6) est donc de la forme 


Se ane eH 2 — "aN NeHÀ 
AE — "dE unco sin? 4 me FT 2x sin: Y: Xi & Ne. (9.12) 


Cette condition est nécessaire pour 4 & !/,x, alors que pour 4 << !/,n 

elle est suffisante mais non pas nécessaire du fait que Q,; dépend 
e x (pour plus de détails, cf. [31b]). 

Pour la plupart des cas qui se présentent dans l’astrophysique 

il est peu probable que la condition (9.12) puisse être violée (même 

dans la gamme des ondes métriques, l'intervalle d'énergies Aë6 — 


= pu À, est'inférieur ou de l’ordre de 105 7 eV et ne peut être assez 


grand que dans les domaines de champ fort où H ÿ$ 1 Oe). 

La discussion de l’ensemble des questions soulevées demanderait 
au moins un tour d'horizon spécial. De plus, toute une série de problé- 
mes qui s’y rapportent ne sont pas encore étudiés. Aussi dans ce qui 
suit allons-nous nous borner seulement à la discussion de deux prob- 
lèmes plus spéciaux de la réabsorption du rayonnement synchrotron 
dans le vide et dans le plasma dans le cas d’une propagation quasi 
longitudinale. Or, ce sont probablement les cas les plus importants 
pour la radioastronomie. Avant d'aborder les calculs correspondants, 
il serait peut-être utile de faire quelques remarques sur la méthode 
des coefficients d’'Einstein et son application au rayonnement pola- 
risé. 

L'étude de l'équation de transfert (9.3) et d’autres équations 
analogues de l’intensité des ondes normales ou des paramètres de 
Stokes impose le calcul des coefficients es, Ropves Æasve de (9.3), 
des coefficients &,,0 et Le. o — 2Xe,0 de (9.10), etc. Pour chercher le 
pouvoir émissif e,s, il faut s'appuyer sur la formule (9.4). Dans 
le cas général, les autres quantités peuvent être calculées par 1la 
méthode de l'équation cinétique (118, 123, 124]; s’il s’agit du do- 
maine classique (condition wo < 6), il faut appliquer l'équation 
cinétique relativiste classique. Les calculs correspondants sont 
assez lourds. Tant pour cette raison qu'en vertu de la tendance 
naturelle d'obtenir des résultats par le mode le plus simple et le 
plus clair, un grand rôle dans l’analyse de la réabsorption revient 
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à la méthode des coefficients d’Einstein. Cette méthode est en général 
bien connue, mais son application au cas d’un milieu, et surtout 
d'un milieu anisotrope, ainsi qu’à l’évaluation de la polarisation 
d’un rayonnement présente certains traits particuliers (cf. $ 27 de 
[45], $ 12 de [64], (811). 

Comme nous l’avons expliqué au chapitre 6 (cf. également cha- 
pitre 12) nous pouvons admettre que dans un milieu de faible absorp- 
tion (formellement transparent) l’énergie des quanta des ondes nor- 
males est wo et leur impulsion Àk, — (Aw/c) nr; (w, s) s, où k; — 
— k,s, | s1 | — 1 et où l'indice inférieur / correspond à l’onde donnée 
(pour un magnétoplasma ceci concerne les ondes ordinaires, extraor- 
dinaires et de plasma). Dans le domaine classique, le résultat des 
calculs ne dépend pas de la constante de Planck À — h/2x, mais on 
n’a aucune raison pour infirmer l’utilisation des notions quantiques 
si elles sont commodes. Le flux d'énergie et la densité d'énergie 
dans les ondes du mode ! valent J,do dQ et p, do dSi, où df2 est 
un élément de l’angle solide et par commodité nous utilisons provi- 
soirement les densités spectrales se rapportant à l’intervalle do — 
27rd8. On a également 
C 


d 
Li =piver. 1 = 01] | = Pr (9.13) 


| cos p;| 


0 (wn1) 1 
0w | 


(ver, : = dow/dk, est la vitesse de groupe des ondes du mode l). 
Introduisons les coefficients d’Einstein 4%, B% et B7, AY do dQ 
étant la probabilité du rayonnement spontané par unité de temps 
lors de la transition entre les états m — n avec émission d’un quan- 
tum d’onde normale donnée dans les intervalles do et dQ ; B%p do d& 
étant la probabilité de cette même transition induite, et B;p do df, 
la probabilité de l'absorption du quantum lors de la transition 
n —m. Les coefficients A%, Bn et BF sont associés par les relations 


D (9.14) 
é n? Aus En 


On en déduit la relation ordinaire pour le vide (cf., par exemple, 


[1]) 


n (2nc)3 nn -_ 2xc3 nn 
Br = us An = pus Am. 


(9.15) 


Dans ces conditions, par nr et m on entend deux états quelconques 
dans l’espace d’impulsion, tels que la différence des énergies soit 
Em — En =ho —= hv. S'il s'agissait de la transition entre les 
niveaux énergétiques, il faudrait tenir compte de leur poids statis- 
tique. D’après le sens, la relation (9.15) se rapporte aux ondes à pola- 
risation unique. Si la probabilité de la transition induite dans le 
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vide est définie comme BI. dy dQ? (c’est le fait de [38], par exemple), 
alors Br, — (c°/hv*) Ar, où A% dv dQ — 214% dv dQ est la proba- 


m °? 


bilité de l'émission spontanée dans les intervalles dv et dQ. Enfin, 
si par Am dv dQ on entend la probabilité de l’émission des ondes 


nr 


à deux polarisations possibles, on peut utiliser la liaison Bn — 
— (c°/2hv) À, appliquée justement dans [38]. Mais c'est ce qui 
fait précisément que les expressions correspondantes ne sont pas 
suffisamment complètes et bien définies. Premièrement, le passage 
décrit au rayonnement non polarisé n’est pas argumenté, bien qu’il 
se puisse que de cette façon on obtient la moyenne de pour les deux 
polarisations éventuelles. Deuxièmement, dans le vide ou dans un 
milieu isotrope on observe la dégénérescence de la polarisation 
(choix possible des ondes normales de polarisation quelconque); 
il en résulte que les relations de polarisation ne peuvent s’obtenir 
que par.une analyse supplémentaire. 

Notons V, et VN,, les concentrations d'électrons aux états r et m 
d'énergies €, et Em telles que Ëm — Ë6n — ho = hv. Alors, en 
vertu de (9.14), le coefficient d’absorption u, le long du rayon pour 
une onde de mode / est 


A7 ho D'(NnBpi— NmBmPi) | do |-1 
Fe Lo Pr dki | 
8x3c2 . 
= nt lcosp,| à, Am(Ni—Nm). (9.16) 


men 
— 


Pour simplifier, admettons tout de suite que | nr; — 1 | & 1 et 
| cos | Æ 1. Poursuivons en examinant le cas ultra-relativiste 
(rayonnement directionnel émis seulement dans le sens de la vitesse 
de la particule) et en admettant que la fonction de distribution est 
isotrope; on peut alors poser 


N,—Nn=N.(p—ñk)—N,(p)= : 
=N(r-)-npe-(À)$e. 


Ici on a tenu compte que dans le cas classique considéré kv < cp & 6. 
Enfin, le pouvoir émissif dans l'intervalle dv est e,; = >) AN hv — 
= D 2rAmN mRV, et ne serait-ce que de la comparaison avec (9.4) 
il devient clair que dans (9.16) 4%, — 42,/2r doit être remplacé par 
(R?/2xhv) p; (v, €), où pr (v, €) est la fonction de la forme p,g (v) 
de (5.26), (5.27), mais associée aux ondes du mode {. Nous allons 
préciser plus loin ce que cela signifie. Pour le moment nous ne don- 
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nerons sous les hypothèses avancées que l’expression finale de pu 


ne | 0 gs 0 db 
LE fe 4 (San, eu 
an (v, €)= [ Rep (v, 8) 40 (9.18) 


et utiliserons les égalités € — cp et N, (p)4xp*dp = N. (6) dé : 
par ailleurs, il faut expliquer que pour remplacer dans (9.16) la 
sommation par l’intégration, un élément de volume de phase doit 
valoir p*dp d{@, de plus, dQ est l'élément de l’angle solide où se 
produit le rayonnement spontané (par hypothèse l'angle entre p 
et k est petit). D’après (9.17), (9.18), le calcul de pu, consiste à préci- 
ser le sens de la quantité py(v, 6) ou qi(v, €). Dans un milieu 
anisotrope cette procédure est parfaitement claire, puisque gq, est 
la densité spectrale de la puissance rayonnée par un électron sous 
la forme d'ondes normales du mode /. Mais pour calculer le coeffi- 
cient de réabsorption u, du vide ou d’un milieu isotrope où l’on 
observe la dégénérescence de polarisation, il faut établir quelles 
ondes doivent être considérées comme normales. 

Il est vrai qu’à première vue il peut sembler que le résultat des 
calculs ne doive pas dépendre du choix de la polarisation des ondes 
normales, du fait que cette indépendance définit précisément la 
dégénérescence de la polarisation. Ceci a certainement lieu si l’ap- 
plication de la méthode de l’équation cinétique aux calculs est con- 
séquente : un choix défini de la polarisation des ondes normales dans 
le cas du vide, et en principe, l’utilisation elle-même des ondes nor- 
males dans un milieu quelconque ne sont pas obligatoires. Mais dans 
la méthode des coefficients d'Einstein on fait appel seulement aux 
probabilités (intensités) et non aux amplitudes de probabilité 
(champs). Aussi, la cohérence des ondes normales différentes, qui 
a lieu en général dans le cas de dégénérescence, ne peut pas être 
prise en considération dans la méthode des coefficients d’Einstein. 
Autrement dit, d’après le sens même de cette méthode, son utilisa- 
tion est associée au choix du mode des ondes pour lesquelles on cal- 
cule le coefficient d'absorption. 

Pour le vide « pur » il est certes difficile de bien définir les ondes 
normales. Mais alors la question de « réabsorption » ne se pose pas 
non plus. Or, si on parle de « réabsorption dans le vide », on envisage 
seulement le moyen de négliger l'influence exercée par le plasma 
froid sur le rayonnement et la réabsorption. Quant au plasma rela- 
tiviste, d’après le sens même du problème de réabsorption, il influe 
dans une source sur l’absorption des ondes. 11 doit intervenir égale- 
ment d’une autre façon sur l’indice de réfraction, le milieu étant 
anisotrope. Ceci est évident puisqu'il s’agit des particules relati- 
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vistes (plasma) placées dans un champ magnétique, et de ce fait il 
existe dans le système une direction physiquement privilégiée qui 
est la direction du champ. Comme nous l’avons montré au chapitre 9, 
si la fonction de distribution des particules ultra-relativistes n'est 
pas nettement anisotrope, leur émission est alors polarisée linéaire- 
ment; de plus, dans les ondes, le vecteur électrique est maximal 
dans la direction perpendiculaire à la projection H, du vecteur H 
sur le tableau (nous dirons plus loin, pour abréger que ces ondes 
sont polarisées perpendiculairement au champ, alors que pour les 
ondes de vecteur E parallèle à H,, nous dirons qu'elles sont polari- 
sées suivant le champ). Dans ces conditions il est naturel de s’attendre 
que la polarisation des ondes normales suive également le champ ou 
lui soit perpendiculaire, rappelons que nous nous bornons aux angles 
x © mc°lé, c.-à-d. nous n’examinons pas le rayonnement des parti- 
<ules dont l'angle y < mc*/6 que la direction de la vitesse fait avec 
la direction du champ est petit ; dans le cas concerné, la polarisation 
linéaire n'a également lieu qu’à la condition 4 © mc?/6. Le calcul 
quantitatif confirme cette hypothèse [119]. Ainsi, en appliquant les 
formules (9.17), (9.18) au calcul des coefficients de réabsorption du 
rayonnement synchrotron des particules ultra-relativistes dans le 
vide, il faut calculer les coefficients du, et a}, aussi bien pour le cas 
de la polarisation transversale au champ que pour celui de la pola- 
risation suivant le champ (autrement dit, l'indice ! est remplacé 
par L ou/||). De plus, tout ce qui précède rend clair que dans (9.18) 
il faut! choisir comme p, (v, 6) et py (v, 6) les expressions (5.34) 
multipliées par 2x sin 4. Par conséquent 


V 30, sin 4 Ce 
qu 9 = ET À Koss (o di + Kars (=) ], 
” ps (9.19) 
3 ew?, sin 7 
qu (v; 8)= —"— [ | Ks,3 (2) dz—K2ys (==) |. | 
V/Ve 
ve, oh Te, 
a _— : (9.20 
V” mec® \2 (PES e ‘ane N A ) 
1 (=) mt PT m 


Ici nous donnons par commodité les expressions qui sont également 
vraies en présence d’un plasma isotrope nr = 1 — w5/2&°, | 1 —n| & 
< 1, bien que plus loin dans ce chapitre nous poserons n = £ — 
— mc*/6. Dans le cas ultra-relativiste considéré à distribution 
isotrope ou (faiblement anistrope) des particules émettrices suivant 
les directions de leur vitesse, les particules ne rayonnent pas 
des ondes à polarisation elliptique (aux termes d'ordre n = 
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— V(mc'l6?) + (w°/w*) près). Cette circonstance fait que l'analyse 
du rayonnement propre de la source peut se borner aux paramètres 
de Stokes J et Q ou aux intensités 7, = !/, ([ + Q)et 1, = */, (1—Q). 
La densité spectrale de l'intensité du rayonnement total est égale à 
V3 ww} sinX t 


q(v, €) =qs +qu=pP(, 6) = K3/3(z) dz. (9.21) 


c1] Ve À. 
Dans le vide, 
LP dz 9.22 
POSE \ Ksy3 (z) dz, (9.22) 
V/VC 
ce qui coïncide avec (5.3)). 
Introduisons les notations 

ui (X = u(x) +A (x), un = un (x) — À (x). (9.23) 


L'expression pu (x) = /, (U1 + ly) coïncide exactement avec 
l'expression qu’on obtient si on utilise simultanément la liaison 
mentionnée P", = (c?/2hv3) À*, pour les ondes des deux polarisa- 
tions (cf., par exemple, [38]). Ce résultat est naturel, puisque u (4) 
est la moyenne arithmétique de u, et uy. Pour le spectre puissance 
N,(€) = Ke €"Y on a [31a]l 


dE ei 3 1/2Y Le 
u (x) = ee A(W=E80) (-) KHAN 4-1 av+ 0), 


(9.24) 


Le tableau 9.1 ne donne que les valeurs numériques de g () 
(pour la formule de g(y) cf. [38)). 


Tableau 9.1 
Y | 1 | 2 | 3 | 4 | 5 
g (Y) 0,96 0,70 0,65 0,69 0,83 
g (Y) 0,69 0,47 0,40 0,44 0,46 


Si on ne tient pas compte de la réabsorption pour le cas du spectre 
puissance des électrons (cf. (5.46)) le degré de polarisation du rayon- 
nement synchrotron dans le vide est 


(0 0 7 r(0 
CAT vtt JT 1400 _3y+5 
0 JO T0) v+7/3 ? 110) 1— Il 2 
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Par ailleurs, d’après (9.23) et (9.24) 
+1 4 
h\=h+i= 30 H: Mi=b—h= Sc 


By u—A 9 (9.26) 


Dans le cas discuté les équations de transfert du type (9.10) sont 
évidemment de la forme 


al 
lee, —Hai,nli,t (9.27) 


en(e | gunt 8) Ne (8) dE. (9.28) 


Le pouvoir émissif (9.28) du spectre puissance se calcule aisément 
en utilisant les expressions (9.19) et (5.42). Bornons-nous ici à la 
remarque que, comme il résulte de (9.25), en l’absence de réabsorption 
on a pour le rayonnement propre d’une source homogène de dimen- 
sion L 

0) Ie, _ 3y+5 
nez nl F9 4 2. (9.29) 


Si l’on tient compte de la réabsorption, on obtient en intégrant les 
équations (9.27) sous la condition qu'à l’entrée de la couche (pour 
= 0) Z,,n = 0 


2 £ 
Ti=—2({—exp(—uz)), 1y=—L(1—exp(—uz)). (9.30) 
Hi Bi 


Pour une couche mince (source de dimension L) u,,7 L < 1 et 


I Ie 3 I —1 
CR nd pp = : 
Te 2 an orme CD 


Pour une couche épaisse 1,12 © 1 et 


RE | 1 a Ph ns 
TT +8 ee Ti+n| 67+18° 


Assurément, celles des expressions (9.31), (9.32) qui ne contien- 
nent pas l’exposant y ont une valeur générale n'étant pas associées 
au seul spectre puissance. Rappelons qu'en utilisant le spectre puis- 
sance on adopte dans les calcules que y > !/, (cf. chapitre 5). 

Supposons que sur le rayon visuel, le champ magnétique est en 
moyenne chaotique suivant les directions. Supposons ensuite qu’en 


(9.32) 
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se propageant dans un tel champ, les ondes ne changent pas de pola- 
risation avec le changement de la direction du champ (ceci a lieu 
si l’approximation de l'optique géométrique est inapplicable pour 
la description de la polarisation des ondes normales, la condicion 


— r |, mentionnée plus haut n'étant pas 


remplie ; pour plus de détails, cf. $ 24 de (45]). Dans de tels cas, les 
ondes se propageant dans un champ chaotique, l’anisotropie de l’ab- 
sorption disparaît et les ondes de polarisation quelconque sont 
absorbées de la même façon avec le coefficient d'absorption u. Pour 
l'angle y donné, le coefficient d'absorption moyen vaut 


1/2 (ui + bu) = u (x). 


Pour obtenir U, C c.-à-d. la valeur moyenne de pu (x) suivant les 
angles y entre le champ H et le rayon visuel (la vitesse des électrons 
émetteurs), il est naturel de calculer l'expression 


x 
u = 1/2 Î u (x) sin x dx = 
‘0 


3e VE. y!/20%+2),- 17/2044), (9.33) 


| 
=D (sn 

Var (/4(v+6) p(#+2\r s+2 | _. 

EM= RAT (SE =) (S—- | 


[31a] montre que l'expression (9.33) dont la déduction ci-dessus 
n’a pas été rigoureuse représente effectivement le coefficient de 
réabsorption d’un champ chaotique. Les valeurs numériques de la 
fonction g (y) sont consignées sur le tableau 9.1. Pour la commodité 
nous donnons également l'expression suivante 


u=g(v)-0,019 (3,5 -109)VX,H1/20%+2,-1/20v+0 cm1, (9.34) 


La réabsorption dans un champ inhomogène est décrite dans [126]. 
La formule de u pour le cas du spectre monoénergétique des électrons 
est donnée plus loin (cf. (9.47)). 

Une question se pose naturellement sur l'application de ces 
formules dans le sens de la possibilite de négliger l’influence du 
plasma froid (concentration électronique V). Pour autoriser une 
négligence de cette sorte il faut, premièrement, que le plasma froid 
n’intervienne pas sur le rayonnement des électrons relativistes. 
On est donc amené à la condition (cf. (6.79) et plus loin dans ce 
chapitre) 


hecN _ 405 ee ÉLIRE N _ 
VD SH Fnuyzsnyx 20 H, — 20 Hsiny” (9.35) 
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Deuxièmement, la rotation du plan de polarisation par le plasma 
froid doit être faible, ce qui conduit à la condition (cf., par exemple, 


[381 *) 
vS102Y NHL cos x. (9.36) 


Cette condition est inutile, certes, si la polarisation des ondes 
normales est définie par les particules relativistes (ceci a lieu si 
l'on respecte l'inégalité inverse à (9.41)). Troisièmement, les ondes 
normales sont polarisées linéairement seulement si l’on observe 
cette même inégalité inverse à (9.41). Ces trois conditions suffisent. 
pour négliger totalement l’action du plasma. Mais dans tels ou tels 
cas, cette négligence est possible même sous des conditions moins 
restrictives. 

Lorsque le domaine émetteur contient un plasma froid, il faut 
évaluer l’action de ce dernier, premièrement, sur le rayonnement, 
et deuxièmement, sur la propagation des ondes. En calculant l’émis- 
sion sous les conditions 


© © On = _ = 41,76-10°H, 


mc 


D o= y FN 25,64.10 VAN 


(9.37) 


on peut admettre en général que le plasma soit isotrope; de plus 


2 
n=n=n—1—2, |1—n|<1. (9.38) 


2w? ? 


Dans ce cas l'influence exercée par le plasma est déjà traduite, par 
exemple, par les formules (9.19)-(9.21). 

Pour ce qui est de la propagation des ondes, les conditions (9.37) 
ne suffisent assurément pas pour autoriser la négligence de l’aniso- 
tropie. Toutefois, si ces inégalités sont observées, une simplification 
notable peut être obtenue si on admet que dans la plupart des cas 
la propagation des ondes soit quasi longitudinale; par ailleurs **) 


A: Op ge 
TE ETES (9.39) 
Re — No = OL , Op = Op COS Y. 


*) Puisqu’ici et dans ce qui suit il s’agit du rayonnement synchrotron, 
l’angle & entre H et k est égalisé à l'angle x entre H et la vitesse v de l'élec- 


tron. 
4] Pour plus de détails sur toutes les conditions et formules de n, et n,, 
cf 
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Nous avons supposé ici que | n,, ; — 1 | & 1. Les ondes e et o 
sont toutes les deux polarisées circulairement, les sens de rotation 
des vecteurs du champ étant opposés; pour l’onde extraordinaire, 
ces vecteurs tournent dans le même sens qu’un électron dans un 
champ magnétique. Voici les restrictions d'application de l’appro- 
ximation quasi longitudinale (9.39) dans les conditions qui nous 
intéressent : 


siné @ 0 
tee nn & 1, sin? x & 1. (9.40) 
On voit sans peine que dans la radioastronomie, les formules (9.39) 
sont pratiquement toujours applicables si l’action exercée par les 
particules relativistes sur l'indice de réfraction est faible par rapport 
à celle du plasma froid évaluée par (9.39). 
L'intervention des particules relativistes donne [119, 122] 


CEE TO EESTI) 


où u (x) est le coefficient de réabsorption (9.24) ou (9.33), (9.34). 
Par conséquent, si (n, — nr.) © cu/20, en calculant n on peut négli- 
ger l'influence des particules relativistes ; il vient 


1/2% (ein y\1/2(Y+2) à 
N.> me? | 3e ) /2Y (sin 7) K.H\!° Yy-1/2Y © 


2nm3cS COS % 
l2(v+2) | 
2m 40-6(3,5- 400 STD x HU/EVy-172v em-5. (9.41) 


COS #4 


Si les formules (9.39) sont applicables, le problème de transfert 
du rayonnement devient bien plus simple. Dans ces conditions, la. 
forme des tenseurs Zope et Æ'asve est très simple et telle qu’en 
passant aux paramètres de Stokes l’équation (9.3) s'écrit 


D = er 4/2 (eo) I + 4/2 (he— bc) V, 


dz 
= ey—1/2 (le + do) V + 1/2 (le — bo) J, 
L — eo — 1/2 (Ue—+bo) Q+(ke—ko)U, 


“dz 
À = eu — 1/2 (pe + e)U — (Ke — ko) Q. 


(9.42) 


Ici keo = (w/c) neo et Er,v.e.u Sont les combinaisons de eg. 
associées au passage du tenseur I ap aux paramètres de Stokes (cf. (9.1); 
par exemple, €; — &11 + €+.). L'effet Faraday est défini par la 
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différence nr, — n, —= (c/w)(k. — k,) et n'intervient pas sur les 
équations de l'intensité JZ et la polarisation circulaire Il. — V/T, 
mais influe sur le degré de polarisation linéaire I, — Y Q° + U“/I 
et l'orientation de l'ellipse % (rappelons que tg 2x = U/Q). Il est 
commode d'introduire les intensités des rayonnements extraordi- 
naire et ordinaire 


I =" (L—V), Lo = (I + V). (9.43) 
D'après (9.42) et (9.43) on peut écrire 


dl 
— = £e, 0 — le Le: os | 


E—1/2(er—ey), e,—=1/2(e; +er). 


Le résultat (9.44) pouvait) être prévu dès le début: dans le 
milieu linéaire considéré l’intensité (flux d'énergie) de chacune des 
ondes normales ne dépend pas de l'intensité d’une autre onde. Cette 
dernière conclusion concerne toutes les ondes normales, mais si leur 
polarisation est arbitraire (elliptique), l'expression des intensités /, 
et 1, à travers les paramètres de Stokes est compliquée et il n’est 
pas clair quel avantage peut présenter leur utilisation. D'ailleurs, 
dans le cas de la propagation quasi longitudinale aussi, pour obtenir 
une caractéristique complète du rayonnement il faut utiliser tous 
les quatre paramètres de Stokes (pour la résolution des équations 
(9.42) cf. (1171). 

Cependant, dans ce qui suit nous ne nous bornerons qu’à la discus- 
sion de la question sur la variation de l'intensité des ondes e et o, 
c.-à-d. nous nous guiderons sur les équations (9.44). En présence 
des ondes d’un seul mode la polarisation est donnée et le rayonne- 
ment est complètement décrit par l'équation (9.44). Cette situation 
est celle, par exemple, de la réabsorption négative d’une couche 
suffisamment épaisse. En effet, dans le cas de réabsorption négative, 
lorsque les ondes traversent une couche, leur intensité croît exponen- 
tiellement en fonction de l'épaisseur de la couche. C’est pourquoi 
à la sortie d’une couche épaisse, le rayonnement qui prédomine est 
celui qui se compose d'ondes normales dont le coefficient de réabsorp- 
tion u est plus grand en valeur absolue. 

Comme nous l’avons dit, l'influence exercée par le plasma sur le 
rayonnement est évaluée dans les conditions (9.37) par les formu- 
les (9.19)-(9.21). De plus, la moitié de la puissance totale du rayon- 
nement q (v, 6) = p (v, 6) définie par la formule (9.21) « passe », 
aux termes d’ordre mc*/6 près, dans chaque onde normale polarisée 
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circulairement. Ainsi ge. o = /2p (v, €) et d’après (9.17) on a 


on LS (MO) ps, 8)48 = | 
E. + {Etp(v, 8)}dE, 
ptv, 8) =V3 CPR PR Pres [ kir (ds, (9.45) 
cu 
CUS CNRS 
tn, == J 


Pour mieux comprendre ces formules et les comparer aux autres 
expressions, notons que 


+ (a) = (a) (RE) +5) 
= (pire (GR) (1e). 


"mcs 
mc 


(9.45) rend clair que sous la condition 


) «1 (9.468) 


v3 \mci 


l'influence du plasma sur le rayonnement synchrotron et sa réabsorp- 
tion est peu importante. Cette condition conduit (cf. (6.74)) à l’iné- 
galité susmentionnée (9.35). Dans le domaine (9.46a) l'expression 
sous le signe d’intégration de (9.45) relative à u.., est toujours posi- 
tive; il s'ensuit que u.. , >> 0. Puisque la condition (9.46a) est 
toujours remplie, dans le vide u est toujours positif *). Mais si 


Se (&) S1$ (9.46b) 


alors, l’action du plasma est déterminante; qui plus est, dans le 
cas du choix convenable du spectre des électrons W, (6), le coeffi- 
cient u.., peut être négatif (122-125, 127-129]. Pour le spectre puis- 
sance des électrons V,(Ë) = K,Ë-Y il est immédiat de (9.45) 


*) Cette remarque est' valable seulement pour une fonction N, (#) à va- 
riation assez lisse, lorsque les expressions utilisées pour u (cf. (9.17) et (9.45)) 
sont vraies. Pour les fonctions NW, (#) très « pointues» et des distributions 
anisotropes des vitesses, une valeur négative de u peut se présenter déjà pour 
le vide (cf. [124] et sa bibliographie). 


14—040û 
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que les valeurs négatives de u., , ne sont possibles que pour y << —2, 
c.-à-d. pour une fonction V, (€) qui dans un certain domaine croît 
plus vite que 6°. Dans le cas contraire, la fonction sous le signe 
d'intégration de (9.45) est partout positive (la fonction p (v, 6} 
est positive). Le domaine où la fonction W, (6) croît avec 6 ne peut 
en général être très grand, en tout cas, avec la croissance ultérieure 
de 6 il doit être remplacé par le domaine où W, (€) diminue. C’est 
pourquoi dans le cas discuté de réabsorption négative, le spectre 
puissance ne présente aucun intérêt particulier (le spectre de la 
forme N,(€) = K.E-Y,y > 2 pour 6, <Ë£ <Éé, et N,(6) = 
— 0 pour É > 6, et é <ËE, a été examiné dans [127]. Une 
grande importance revêt le spectre au maximum assez « pointu » 
relatif à une certaine énergie €; (la largeur du spectre doit vérifier 
] diti AG , 3eH ,v? 

a condition me < Znmevs. 2 


l'inégalité (9.12)). Pour un tel spectre [127] 


ce quiest parfaitement compatible avec 


4n e mc2\s 4juncv [mc?\2 
a (es) Min), Zi (gr) (847 


avec €2< 6: =(me2vv,) (cf. (9.45), (9.46). Mais si 679 €? 
(cf. (9.46)), alors 


V3 SH, me? . 
tel RE T7 77 er Me 1D(Zi)r 
3 (9.48) 
2 anmevp ‘6: 
O(Z) = 22 ( K 5/3 (u) du — Z K5/3 (Z), Li 3 moi . 
Z 


Ne.1 de (9.47) et (9.48) est la concentration des électrons à énergie 
considérée 6; à mc. 

L'expression (9.47) est toujours positive ; en l’absence de plasma 
elle est vraie pour toutes les énergies, ce qui s'accorde avec l'exposé 
précédent. La fonction ® (Z;) peut être négative et dans le domaine 
correspondant des valeurs Z; le coefficient pli << 0. Il est négatif 
dans le domaine d'ordre (0,7 à 1,3) Vrmaxr OÙ Vmax eSt la fréquence 
qui correspond à la valeur maximale de | u!1 |. Pour cette fréquence 


&æ Vp 
II D. mm 2 en) P = e -6 P Q “1 
Hhax Ps 40 mc n . Ne. Ë — 8,5 40 4 ee Noel; cm , 


(9.49) 


2nmevr $: de 
eH, mc L 


Vmax © (0,24 
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Par ailleurs, le coefficient ul associé au maximum du spectre fré- 
quentiel (à la fréquence v,, ; cf. (5.40)) vaut 


Gi mc? 


H 9 
BL Cm) 2 2,410 85 ()" om, æ 0072-80)? 
(9.50) 


Dans [127, 129] on trouve plusieurs estimations du coefficient 
de réabsorption négatif relatives aux sources cosmiques différentes. 

Nous avons examiné plus haut seulement le cas de propagation 
quasi longitudinale, en négligeant la différence entre les coefficients 
Ue — lo. Dans [123] les auteurs examinent la propagation trans- 
versale (angle 4 = !/,1) dans le plasma ; il s'avère que la réabsorption 
négative est également possible. Dans [125] les auteurs ont obtenu 
des expressions pour u. et mu, pour tout angle # entre le champ et le 
rayon visuel. Les coefficients u, peuvent être négatifs pour tout #, 
mais bien sûr, seulement pour des spectres V, (€) d’un type défini 
et non pas dans toute la gamme des fréquences. D'autre part, les 
auteurs de [125] ont obtenu l'expression de la différence u, — u, 
pour la propagation quasi longitudinale des ondes. Cette différence 
est faible, étant donné que 


OP Op f 2 © 
Queue {es +b td y 1—n =) He. o 
(9.51) 


où a, bet d sont les coefficients de l’ordre de l’unité. Au maximum 
du rayonnement 


mec? 2 uv? \ —3/2 mc 
oo (1—-n) &o 


et par conséquent, dans ces conditions 


2 
Op 


6 
[He—bo| {a a 0e n+an} Le, o- (9.51b) 


Les conditions (9.46a) et (9.46b) montrent clairement que dans 
le domaine où l'action du plasma est importante sans être trop 
grande, (wi/w?) (€/mc°} — 1, n— mc/£€, et par conséquent, 
[ue — oo | — mc/£. Dans une plage bien large qui est aussi la 
plus importante des valeurs des paramètres, où w3/w? < mc°/£,ona 


unisieÿ (ES | 
14% 
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Dans la plupart des cas le facteur n est petit, de sorte qu'il est 
peu probable que la condition | u, — u, | L > 1 soit observée même 
pour | me, 0 | L à 1. Mais si, pour autant, cette condition est obser- 
vée avec Le. , négatif, alors l’une des ondes sera dominante dans le 
rayonnement synchrotron de la source, c.-à-d. on sera en présence 
d'une polarisation circulaire totale (l'expression générale du degré 
de polarisation circulaire sous la condition | u.,, | L © { est donnée 
dans [117)). 

L'approximation suivant laquelle u, = u, et les pouvoirs émis- 
sifs e, — & rend impossible la polarisation circulaire. Pourtant, 
la polarisation linéaire peut varier même dans le cas où la présence 
d'un plasma n'intervient pas dans l'absorption et l'émission des 
ondes. Plus précisément, si la condition (9.36) n’est pas respectée, 
on observe non seulement la rotation du plan de polarisation, mais 
encore la dépolarisation du rayonnement. Le fait est que si la rota- 
tion de Faraday intervient à elle seule, la polarisation linéaire dimi- 
nue de facteur 


sin LES (ke — ko) L].f1/, (ke ES ko) LY", 


où ke.o — (w/c) r.., et L est la dimension de la région émettrice le 
long du rayon visuel (cf., par exemple, (44, 117]). La polarisation 
circulaire du rayonnement définie par une couche épaisse de u > 0 
est égale à (cf. [117]) 


V Le — Ho + (Ho +He) ni) : He — Ho (0) 
a © ne V0. IT , .D2 
* I Le + Mo + (He — Ho) ni) PR d ù 


où pour passer à la dernière expression on admet que 


[He—Ho|<he,oÆH et DA tete 1. 

Nous avons déjà évalué | un, — u | (cf. (9.51)); (9.17), (9.18) 
et (9.28) rendent clair que dans le domaine d'application de ces 
formules (u, — u)/2u — IH. D'autre part, la formule de 1, (9.17) 
a été obtenue elle-même sous l’hypothèse que le rayonnement ait 
un caractère unidirectionnel, c.-à-d. en négligeant les termes d'ordre 
mc®/8. Or, on sait que même dans le vide II? — mc°/6 (cf. chapi- 
tre 5). En combinant les estimations différentes on aboutit à la 
conclusion que dans les cas courants (pour u >> 0) les degrés de 
polarisation circulaire 7% ou II, sont petits, de l’ordre de mc°/8 
ou de n = V(mc?/(£)? + w°/w3. Ainsi, l'apparition d’une polari- 
sation circulaire ou elliptique du rayonnement synchrotron est 
significative, puisque dans les cas les plus simples sa polarisation 
est linéaire. La polarisation circulaire ou elliptique du rayonnement 
synchrotron à distribution quasi isotrope de l’ensemble des électrons 
émetteurs peut apparaître soit dans le cas des énergies relativistes 
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pas trop grandes, soit sous l'effet de l’anisotropie du plasma. La situa- 
tion change s'il s’agit du rayonnement synchrotron Compton (cf. la 
fin du chapitre 5 et la bibliographie qui s’y rapporte). 

Dans les conditions de réabsorption négative, outre les varia- 
tions de polarisation, peut intervenir sensiblement la dépendance 
des coefficients de réabsorption u,,,, ou u.,, de l’angle y entre le 
champ et le rayon visuel. Il s'ensuit que si le champ de la source 
est inhomogène sans être complètement chaotique, alors pour pu << 0 
le rayonnement s’amplifiera essentiellement dans les directions de 
| u | maximal. C’est pourquoi pour |u | ZL > 1 et surtout pour 
| u | Z S 1 certaines régions d’une source inbomogène auront un 
éclat anomal. 

Dans ce qui précède nous n'avons pu examiner qu'une partie 
relativement petite du problème de l'influence qu’exerce un plasma 
froid sur le rayonnement synchrotron et sa réabsorption. Dans ce 
domaine, il reste encore à étudier toute une série de problèmes et 
d'éventualités (il s’agit en premier lieu de la réabsorption négative 
et des relations de polarisation dans les conditions différentes rela- 
tives aux sources de types divers; le dernier tour d'horizon sur ce 
sujet est donné dans [124)). 


CHAPITRE 10 


ELECTRODYNAMIQUE DES MILIEUX 
À DISPERSION SPATIALE 


Appréciation de la dispersion spatiale. Ondes normales dans un milieu anisotrope. 
Certains effets de la dispersion spatiale dans l'optique des cristaux 


En appliquant l'électrodynamique des milieux continus nous 
avons adopté précédemment que la permittivité était soit constante. 
soit dépend seulement de la fréquence (si l’on tient compte de la 
dispersion fréquentielle). [l existe pourtant un assez grand nombre 
de phénomènes (surtout en physique du plasma, mais aussi en physi- 
que des métaux et en optique), dont l'étude doit tenir compte encore 
de la dispersion spatiale, de la relation entre la permittivité et le 
vecteur d'onde. Le présent chapitre traite tant des questions généra- 
les de l’électrodynamique des milieux à dispersion spatiale que de 
certains effets de la dispersion spatiale en optique (pour plus de 
détails, cf. [57]; dans ce qui suit nous nous inspirons dans une grande 
mesure de l’article [130]). La question du rôle de la dispersion spa- 
tiale dans le plasma sera étudiée au chapitre 11. 

La dispersion spatiale est due au fait que l'induction D en un 
point donné quelconque r est définie par le champ électromagnétique 
E et B non seulement en ce point, mais aussi dans son voisinage. 
Un peu plus loin nous expliquerons ceci avec plus de détails, après 
qu'auront été données à nouveau par commodité, les équations de 
départ du champ et écrit la relation générale qui associe D et E 
dans l'électrodynamique linéaire. 

Ainsi, les équations initiales du champ sont de la forme 


rotB=T Pie, divD=Arpar | (10.1) 
1 9B < | 
rotE=—158, div B= 0, 


où E est l'intensité du champ électrique ; D et B, les inductions des 
champs électrique et magnétique (nous ne distinguons pas les champs 
B et H, mais à la différence des autres sections, nous utilisons la 
notation B comme il est d'usage dans l’électrodynamique des mi- 
lieux à dispersion spatiale) ; j:xe et ps, la densite de courant et la 
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densité de charge des sources extérieures. L'induction D est définie 
par la relation 
0D 


0E : 
or + A 


où j est la densité de courant induit par les champs E et B; quel- 
quefois il est également commode d'introduire la polarisation P, 
avec D = E + 4rP. 

Lorsque les interfaces sont bien marquées, il faut utiliser les 
conditions aux limites déduites de (10.1) par la transition limite. 
Ces conditions sont de la forme (n est la normale à l'interface, diri- 
gée du milieu 1 vers le milieu 2; les indices n et t correspondent aux 
composantes normale et tangentielle) 


4n ,. , . 
En= En, (n(B:—B:)] = (i+iext), 
Bin = Ban: Den — Din = 47 (0 + Oext). 


ICi iext et Oext sont respectivement les densités superficielles des 

courants extérieurs et des charges, et les densités i et o peuvent 

être exprimées notamment à travers D par l'intégration sur l’épais- 
Oo) 


(10.2) 


seur de la couche superficielle. Par exemple, i — = | D y 
i 


eto=- | div{n{[Dn]d!; (cf.[143c, 139]). Les densités i et o sont 


i 
différentes de zéro justement dans le cas où l’on tient compte de la 
dispersion spatiale, lorsque dans la relation entre D et E figurent 
des dérivées par rapport aux coordonnées (cf. plus loin). Sous ce 
rapport, si en négligeant la dispersion spatiale on admet ordinaire- 
ment que i = 0 et o = 0, dans le cas où cette dispersion est prise 
en considération on n'a aucune raison d'adopter l’hypothèse considé- 
rée. Constatons également qu’en déduisant les conditions aux limites 
(10.2) nous avons supposé qu’à l'interface les champs physiques 
E et B ne pouvaient devenir infinis, alors que l'induction D le 
pouvait (ceci est possible, par exemple, lorsque la valeur de D est 
déterminée par les dérivées par rapport à E suivant la normale 
à l'interface). 

Pour obtenir les relations (10.1) à partir des équations de Maxwell 
relatives au domaine microscopique il faut réaliser la mise en moyenne 
statistique de ces dernières. Ainsi les vecteurs E, D et B de (10.1) 
sont les moyennes statistiques. Pour un milieu en équilibre thermo- 
dynamique le sens de ces moyennes est parfaitement clair. Pourtant 
on peut aussi prendre la moyenne dans un cas plus général (par 
exemple, dans celui des états métastables associés à la surchauffe, 
au surrefroidissement, etc.). La mise en moyenne de (10.1) fait que 
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les fluctuations ne sont pas prises en considération, mais les champs 
moyens E, D et B peuvent changer de façon arbitraire dans l'espace 
et le temps : toute mise en moyenne supplémentaire par rapport à r, 
outre la mise en moyenne statistique, est non seulement inutile 
mais en général impossible en électrodynamique des milieux, con- 
séquente dans son évaluation de la dispersion spatiale. D'une façon 
analogue, quand il s’agit de la dispersion fréquentielle la mise en 
moyenne par rapport à { est en général impossible. 

Le système d'équations (10.1) n’est pas complet, et si l’on veut, 
dénué de sens tant qu'on n'indique pas la relation permettant d’ex- 
primer la quantité D — E+21P à travers E. Dans le cadre de 
l'électrodynamique linéaire cette relation. appelée parfois équation 
matérielle ou de liaison, s'écrit sous la forme générale 


t 
D, (r,t)— | dt" | dr'e;;(t,t',r,r)Ej(r,t'} (10.3) 


— 00 


La relation (10.3) tient compte du principe de causalité suivant 
lequel l'induction à l'instant t n’est définie par le champ qu'au 
passé et à présent, c.-à-d. aux instants {’ < t. Si les propriétés du 
milieu sont invariables dans le temps, le noyau &;; ne peut dépendre 
que de la différence + = t — t’. D'une façon analogue, si on peut 
admettre que le milieu est spatialement homogène, &;; dépend seu- 
lement de la différence R = r — r’. Dans ces milieux, l'écriture 
de la relation (10.3) est particulièrement simple pour les champs 
de la forme des ondes planes, c.-à-d. de la forme 


E, (r,t) = E; (o, k) exp li (kr — ot)]. (10.4) 
En portant (10.4) dans (10.3) on trouve 
D; (wo, k) = &;; (o, k) E; (w, k), (10.5) 


€;; (o, k) = dt ( dR eXP [— à (kR — wt] ei, (T, R). (10.6) 


OT 


Il est manifeste que pour les champs dont la dépendance de r 
et de t est arbitraire, les quantités E (o, k) et D (w, k) ont le sens 
de composantes de Fourier correspondantes; par exemple, 

d 
E; (w, k)=e [ E;(r,t)exp{—i(kr—t)] dr dt.' 

Le tenseur €;; (&,k) décrit complètement non seulement les 
propriétés électriques, mais encore les propriétés magnétiques du 
milieu, c.-à-d. rend compte de l’action de l'induction B sur D 
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(ou ce qui revient au même, sur le courant induit j — = 2 (D — E)). 
En effet, pour les composantes de Fourier l'équation du champ 
1 0B 
rot E — Dior 


est de la forme 
B (w, k)= —[kE (w, k)] ; 


aussi peut-on considérer que si l’on tient compte de la dispersion 
spatiale, (10.3) et donc (10.5), (10.6) rendent compte également de 
l’action de B sur D. Mais si la dispersion spatiale est négligée, c.-à-d. 
si on admet que &;; (wo, k) = &;; (©, k — 0) = e&;; (w), il faut con- 
sidérer que pour les non-ferromagnétiques dans la plage optique 
du spectre B; = L;}j, H ; = H;. c.-à-d. Hij — Ô;; (Ô;; — 1 pour 
i =} et Ô;; = 0 pour ij). Pour les ferromagnétiques, même 
dans l’optique, sans parler des basses fréquences, le tenseur u;; (w} 
ne se ramène plus nécessairement à 6;;. Aux basses fréquences, pour 
k —0, l'introduction du tenseur de perméabilité magnétique li; 
s'impose également pour des para et diamagnétiques. Cette question, 
ainsi que presque toutes les autres traitées dans le présent chapitre, 
est soit exposée plus en détail dans {57}, soit ce dernier ouvrage 
indique les références correspondantes (pour des références plus 
récentes, cf. [130, 131]). Parfois au lieu du tenseur &;; (&, k) il est 
plus commode d'utiliser le tenseur inverse, c.-à-d. le tenseur &;; (w, k). 
Dans ce cas il est évident que 


E; (o, k)= &;} (w, k) D, (w, k). (10.7) 


Dans le cadre de la théorie phénoménologique, le tenseur de 
permittivité €;; (w, k) est supposé connu. Son calcul pour un cristal, 
de même que pour tout autre milieu condensé, est un problème de 
la théorie du microcosme. 

Les expressions (10.3), (10.5) et (10.6) montrent immédiatement 
que la relation entre le tenseur e;; (w, k) et k, c.-à-d. la dispersion 
spatiale, est précisément liée au fait que l'induction en un point r 
est définie par la valeur de l'intensité du champ électrique non 
seulement en r, mais aussi dans un certain voisinage de ce point. 
Autrement dit, la dispersion spatiale est définie par la liaison non 
localisée de Det E. D'une façon analogue, la relation entre e;; (w. k) 
et w (dispersion temporelle ou fréquentielle) est conditionnée par 
la liaison (10.3) non localisée dans le temps. Puisque les fréquences 
propres w; du milieu appartiennent habituellement à l'intervalle 
des fréquences considéré w, le rapport w;/o est de l’ordre de l’unité 
et la dispersion temporelle est en général grande. Il en est tout autre- 
ment dans le cas de la dispersion spatiale dans les diélectriques. 
Ceci est dû au fait que pour les diélectriques les longueurs d’onde 
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À = An = 2xc/nw dans la gamme optique (sans parler des fré- 
quences plus basses) dépassent sensiblement la dimension caracté- 
ristique du voisinage du point r, dont l'apport dans l'intégrale (10.3) 
est le plus grand. En effet, dans les diélectriques cette dimension 
est de l’ordre des dimensions atomiques ou de la constante du réseau 
4 = 1078 à 107 cm, de sorte que le rapport a/À — 10", c.-à-d. il est 
très petit. Par ailleurs, dans un plasma isotrope, par exemple, la 
dimension Caractéristique a déterminant la dispersion spatiale est 


le rayon de Debye r, = V xT/8xe°N ; pour un milieu conducteur: 
lorsqu'on tient compte des collisions, c'est aussi le libre parcours l- 
C'est pourquoi pour ces milieux la dispersion spatiale n'est en géné- 
ral faible que sir, < ket ! & À, ce qui dans plusieurs cas parfaite- 
ment réels pourrait ne pas être respecté (cf., en particulier, cha- 
pitre 11). La dispersion spatiale étant faible, l'étude des phénomè- 
nes optiques qu'elle conditionne se trouve bien simplifiée et nous 
en profiterons dans ce qui suit. 

Voici maintenant quelques remarques sur les propriétés générales 
du tenseur e;; (w, k) qui. généralement parlant, est complexe, même 
si wo et k ne le sont pas. D'autre part, dans un milieu un champ réel 
E amène, certes, une induction réelle D. Il s'ensuit que le noyau 
&;; (T, R) de (10.6) est réel, et par conséquent, dans le cas général 
(pour w et k complexes) 


E;(w, k)—Eef;(—w*, —k®) (10.8) 
ou ce qui revient au même, 
Ey (0°, k*)=e; (—o, —k). (10.9) 


L'utilisation du principe de la symétrie des coefficients cinéti- 
ques (cf. $$ 82, 8S de [27]) conduit à une autre relation 


ey(ok, Best) —e (©, —k, — Bert) ; (10.10) 


ici B... est l'induction du champ magnétique constante dans le 
temps, différente de zéro en présence d’un champ magnétique exté- 
rieur ou d'une structure magnétique (des ferro et antiferromagnéti- 
ques). Pour, simplifier dans ces deux cas, appelons B,,: induction 
du champ magnétique extérieur, ce qui traduisent précisément les 
notations. 

La démonstration de la relation (10.10) pour les tenseurs &;; (w) 
et e;; (w, B.,t) est donnée dans [27]. La généralisation au cas d’une 
dispersion spatiale n’impose pas en principe le recours aux éléments 
nouveaux (les vecteurs k et B.,, se comportant de la même façon 
avec le changement du signe du temps, le passage de la relation 
er; (©, Best) = &:; (wo, —B.4t) à (10.10) peut être considéré comme 
quasi évident). Remarquons seulement que dans les cas courants 
des relations (10.10) ne se démontrent que pour w et k réels. Pourtant, 
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dans le domaine analytique dont il sera question plus loin, ces 
relations se conservent également pour les w et k complexes. 
Un milieu est dit non gyrotrope si, quels que soient «w et k. 


ei (©, k) = en (w, K). 10.11) 


Dans (10.11) l'argument B,,: est omis du fait qu'en toute ri- 
gueur dans le champ magnétique extérieur le tenseur e,; est toujours 
asymétrique (il n'est égal à e;; que si B.,,+ est remplacé par —B,,:; 
ici il s’agit précisément du champ extérieur et nous ne traitons pas 
le cas des antiferromagnétiques en l'absence de champ extérieur, 
lorsque le tenseur e;; peut rester symétrique même sans remplacer 
Be,t par —B,,t). C'est pourquoi on pourrait parler d’une gyrotropie 
due au champ magnétique. Mais pour éviter la confusion, appelons 
cette gyrotropie activité magnétique, et disons que le milieu corres- 
pondant est magnétiquement actif (cf. chapitre 11). Quant à l’ad- 
jectif gyrotrope, nous l’attribuerons à un milieu tel que le tenseur 
&;; Soit asymétrique seulement dans le cas où on fait intervenir 
la dispension spatiale. 

D'après (10.10), (10.11), pour un milieu non gyrotrope, 


€ (w, k) — €; (w, —k). (10.12) 


Ainsi, dans un milieu gyrotrope il doit exister au moins une 
direction non équivalente à la direction opposée. Autrement dit, 
un milieu peut être gyrotrope seulement s’il ne possède pas de centre 
de symétrie. Mais la réciproque n'est pas vraie: un milieu peut 
être privé de centre de symétrie tout en étant non gyrotrope, l'obser- 
vation de la relation (10.12) pouvant être assurée par d’autres élé- 
ments de symétrie. 

En l'absence de dispersion spatiale la condition (10.12) est 
satisfaite automatiquement et le milieu est toujours non gyrotrope. 
Ainsi, la gyrotropie est un effet de la dispersion spatiale, l'effet 
le plus important et connu depuis longtemps comme un effet optique 
de cette nature. Pourtant, mêma en l'absence de Ia dispersion 
spatiale mais avec B,,1 Æ 0, l'activité magnétique apparaît quand 
même, puisque, étant donné que 


E;] (w, Bet) = Efi (wo, TT ext) (10.13) 


et en général, pour les w et B... donnés, le tenseur &;, est asymétrique 
(dans certains cas &;, (wo, Bsxr) = e:; (©, —B.xt), ce qui peut avoir 
lieu dans les antiferromagnétiques en l'absence de champ magnétique 
extérieur; dans les antiferromagnétiques B.,t est la magnétisation 
statistique moyenne du microvolume donné du cristal, qui ne dispa- 
raît qu'en moyenne suivant toute la maille élémentaire de la struc- 
ture magnétique du cristal). 

La définition d’un milieu gyrotrope comme d'un milieu à tenseur 
asymstrique &;, (w, k) est, certes, quelque peu formelle. Cependant 
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ce qui suit rend clair que c’est précisément l’asymétrie du tenseur 

&;; (wo, k) qui conduit aux particularités physiques (par exemple, 

à la rotation du plan de polarisation dans les ondes normales en 

l'absence d’absorption) qui distinguent les milieux gyrotropes des 
milieux non gyrotropes. 

Il est souvent commode de diviser le tenseur &;; en parties réelle 

Re &;; et imaginaire Im &;;, ainsi qu’en deux tenseurs hermitiens 

ei; et ei; 
e;; =Rez;;+ilme;, (10.14) 
Eij = Eij + iE;;, £;; — (e:)”, €:f = (e)*, (10.15) 


où l’astérisque traduit la conjugaison complexe ; notons qu’au lieu 
de eï; on introduit parfois le tenseur hermitien de conductivité 6;,, 
défini comme 


470; 


me (10.16) 
Il est vrai qu’on utilise également le tenseur de conductivité comple- 
Xe Oÿj = Oij + ii; = —io (£;; — Ô;;)/4x, mais alors dans (10.16) 
doit figurer la quantité 0:;;. 

Si on néglige la dispersion spatiale, il est clair d'après (10.12) 
et (10.13) qu’en l’absence de champ magnétique constant le tenseur 
€; (©) est symétrique 


ei (@) = en (u). (10.47) 


Aussi bien dans ce cas-là que dans le cas (10.11) plus général, il est 
évident que 


Reez;;=e;; et Ime;;—e#;;. 


Les prescriptions associées au principe de causalité entrainent 
que dans un milieu équilibré (ou pour le moins, dans un milieu 
stable), dans le demi-plan supérieur et sur l’axe réel de la variable 
complexe «w les fonctions e;; (w, k) n'ont aucune propriété particu- 
lière. Cette dernière circonstance permet de révéler toute une série 
de relations et de propriétés générales des fonctions e;; (w, k). Les 
plus importantes d’entre elles sont les relations de dispersicn qui 
associent Re e;; (w, k) et Im e;; (w, k). L'apport de la dispersion 
spatiale est ici très faible : tout se ramène ordinairement aux mêmes 
relations que pour les fonctions &;; (w), où on introduit comme para- 
mètre le vecteur d’onde k. Nous n’allons donc pas nous attarder 
aux relations de dispersion: pour un milieu isotrope et en l'absence 
de la dispersion spatiale ceci est fait avec force détails dans [27]. 
La généralisation aux milieux anisotropes et aux milieux à disper- 
sion spatiale est décrite au 8 1 de {[57]. 

Une branche importante de l’électrodynamique des milieux 
continus est consacrée à l’étude de la propagation des ondes électro- 
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magnétiques issues des sources extérieures au milieu concerné. En 
particulier, en optique cristalline on discute précisément de proble- 
mes de ce type; le plus souvent il s’agit même d’un problème plus 
restreint, de la propagation des ondes planes monochromatiques 
dont le champ électrique est de la forme 


E = E, exp {i (kr — ot)]; (10.18) 


ici E, est le vecteur complexe ne dépendant pas des coordonnées r 
et du temps t; k, le vecteur d'onde et w, la fréquence. 

Il faut avoir en vue que l'expression (10.18) à E, = const n’est 
pas la plus générale; quelquefois il faut examiner également les 
champs du type (10.18) mais à E, = E,,(k, r). Toutefois, cette 
nécessité est bien rare (cas des axes optiques singuliers des cristaux 
des syngonies inférieures et certains autres; cf. $ 2 de [57]). C'est 
pourquoi dans ce qui suit nous nous bornons aux expressions de la 
forme (10.18). 

Les solutions de la forme (10.18) vérifient les équations homogè- 
nes du champ électrique, c.-à-d. les équations (10.1) sans courants 
extérieurs (donnés) et charges jext et Pese, Seulement si k et w sont 
liés entre eux. Cette liaison est donnée par l'équation de dispersion 
et permet, par exemple, d'exprimer k à l’aide de w: 


k=T— n (w, s)s. (10.19) 


Icir = n —+ix est l'indice de réfraction complexe; n, l’indice 
de réfraction ; x, l’indice d'absorption (1 = (2w/c) x, le coefficient 
d'absorption par rapport à l'intensité) et s, le vecteur unité réel 
(nous n’examinons ici que les ondes planes homogènes telles que 
k = k, + ik, aux vecteurs colinéaires k, et k, ; par ailleurs, confor- 
mément à la position du problème en optique, on admet que la 
fréquence w soit réelle). L'équation de dispersion détermine la 


fonction #7 à travers les coefficients qui figurent dans les équations 
du champ, c.-à-d. à travers le tenseur de permittivité e;;; de plus, 
à chaque valeur de w et s correspondent plusieurs valeurs de nr = n4, 
où l'indice Z correspond à telle ou telle solution, c’est-à-dire à une 
onde normale. Les ondes normales (w et s étant données mais L sont 
différents) diffèrent aussi par leur polarisation, c.-à-d. par le vecteur 
E,s de (10.18) qui se calcule à facteur constant près à partir des 
équations du champ. 

Formellement, l’objet de l’optique cristalline *) est ainsi l’étude 
en premier lieu des fonctions r, (w,s) et Eos (w, s). A son tour, 
si on ne parle pas des équations du champ, toute l'information sur 
ces fonctions est contenue dans le tenseur de permittivité complexe 


. 7), Nous utilisons ici ce terme pour abréger et aussi pour le cas plus général 
où il s’agit de la propagation des ondes dans un milieu arbitraire (anisotrope). 
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ei; (w, k). Si de plus on néglige la dispersion spatiale en adoptant 
que £;;j — €;; (w) tout se ramène à l'optique des cristaux « classique »- 
telle qu’elle est enseignée. Ceci signifie que l’optique des cristaux 
classique est un cas limite particulier de l’optique des cristaux 
à dispersion spatiale. 

En optique des cristaux pratiquement non absorbants ou peu 
absorbants la dispersion spatiale est faible dans ce sens que sa gran- 
deur est définie comme nous l'avons dit, par le petit paramètre 


a an 


C'est pour cette raison justement que dans l’optique des cristaux 
on peut négliger généralement la dispersion spatiale s’il ne s’agit 
pas d'effets qualitativement nouveaux (gyrotropie, anisotropie opti- 
que des cristaux cubiques, apparition des ondes normales supplé- 
mentaires, vitesse de groupe différente de zéro pour les ondes longi- 
tudinales, etc.). D'autre part, la petitesse du paramètre permet de: 
simplifier sensiblement et de concrétiser l'étude de l'influence de la 
dispersion spatiale. 

La dispersion spatiale n’est pas inconnue en principe de l'optique: 
des cristaux et en général de l’électrodynamique, on l’appliquait 
depuis le XIXEe siècle. Toutefois l'optique des cristaux envisagée à la 
lumière de la dispersion spatiale ne compte en tant que branche 
d'étude plus ou moins indépendante que 10 ou 15 ans. En mime 
temps, la dispersion spatiale fait maintenant partie intégrante de 
l’électrodynamique des milieux continus moderne, de la physique 
du plasma, de la théorie du corps solide, de la théorie des métaux, 
etc. 11 s'ensuit donc qu'une rédaction et un exposé modernes de l’op- 
tique des cristaux, sans parler de la physique du plasma, doivent se 
baser sur une électrodynamique qui tient compte de la dispersion 
spatiale. Autrement dit, il faut partir des liaisons (10.5), obtenir 
toute une série de résultats généraux et seulement après passer 
à l'exposé de l’optique des cristaux classique, cas particulier. bien 
que le plus important. Mais en règle générale. dans les ouvrages con- 
sacrès à l'optique, on procède toujours comme par le passé, en déve- 
loppant d'abord et parfois exclusivement, l'optique des cristaux 
classique. C’est précisément la raison pour laquelle il nous semble 
avantageux d'exposer dans le présent ouvrage l'optique des cristaux 
envisagée à la lumière de la dispersion spatiale. 

Passons à la recherche de toutes les ondes électromagnétiques 
normales de la forme (10.18) dans un milieu homogène illimité 
caractérisé par le tenseur £;; (w, k). Ces ondes satisfont aux équa- 


Ld 


tions (10.1) avec j.;t — 0, Pexr = 0, d’où l’on tire l’équation d onde 


rot rot E+ + = 0. (10.21) 
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Pour les ondes planes (10.18) l'équation (10.21) devient 
= {(ÉE—Kk(kE)}. (10.22 
Portons dans (10.22) la relation (10.5) pour obtenir 
{ eue, )—KB+ ik} Ej=0. (10.23) 


Ce système d’équations algébriques possède une solution non 
triviale E 0 si son déterminant est nul, c.-à-d. si 


es, (w, k)— 426, 1+Kk;|=0. (10.24) 

L'’équation (10.24) s'appelle souvent équation de dispersion : elle 

établit la relation entre «w et k pour les ondes normales; sa solution 
peut se mettre sous la forme 


© = © (k); l= 1,2, 3, .…. (10.25) 


ou sous la forme (10.19), c.-à-d. en exprimant k par « 


k= rw, s)s, 7i= (10.26) 
où l'indice À correspond aux ondes normales différentes. L équa- 
tion (10.24) peut également s'écrire sous la forme de l’équation pour 


n° (w, S) 


(es5S155) n°— {(E;,38;) ep — (Einenjsis)} 2 + |e;;|= 0, (10.27) 


Exr = SP Es = Es + Eos + Ess. 


Lorsqu'on néglige la dispersion spatiale. c.-à-d. lorsque &;; = 
= £,; (o), l'équation (10.27) s'appelle souvent équation de Frensnel ; 
cette équation est à la base de l'optique des cristaux classique. Dans 
ce cas (10.27) n’a toujours que deux solutions n° et n°; il'est donc 
clair que lorsque w et s sont arbitraires, dans un milieu peuvent se. 
propager seulement deux ondes normales dont le vecteur E (w. s) 
possède une composante transversale E, = E — (SE) s, s = k/k. 
Les ondes à E, = 0, c.-à-d. les ondes longitudinales peuvent exister 
dans ces conditions seulement pour un ensemble discret des fréquen- 
ces w. En effet, pour ces ondes D = 0 (cf. (10.22)) et comme on a la 
relation D; = &;;E;, on aboutit à la conclusion qu'avec D = O0 et 
E = 0 pour les ondes longitudinales dans le cas général les gran- 
deurs « et k vérifient l'équation 


| €; (w, k) | = (. (10.28} 
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Il faut pourtant avoir en vue que l'observation de cette égalité 
n'est que nécessaire, sans être encore suffisante pour qu’apparaissent 
des ondes longitudinales. Si on ne tient pas compte de la dispersion 
spatiale, l'équation (10.28) tirée également de (10.24) devient 


| ey (w)| = 0. (10.29) 


Les fréquences w = w, vérifiant l'équation (10.29) sont les 
fréquences que peuvent posséder les ondes longitudinales. Pour un 
milieu isotrope on obtient de (10.29) la condition 


e (&) = 0. (10.30) 


Bien entendu, cette condition très importante peut s'’obtenir 
immédiatement en examinant le milieu isotrope sans dispersion 
spatiale, lorsque D (w) = e (w) E (w). Puisque par définition, dans 
une onde longitudinale E, = Ek/k, pour cette onde D = 0 (cf. (10.22)) 
et le champ E est différent de zéro seulement à la condition (10.30). 
Mais si l’on tient compte de la dispersion spatiale, l'équation (10.28) 
fournit la relation de dispersion des ondes longitudinales w,, = 
= y (k). 

Dans l'optique des cristaux le rôle principal revient aux ondes 
à E, Æ 0, l'excitation de ces ondes par la lumière étant la plus 
intense. Pour de telles ondes, si l’on tient compte de la dispersion 
spatiale, l'équation (10.27) peut avoir dans certaines plages spectra- 
les plus que deux solutions. Pourtant même dans le cas où de nouvel- 
les solutions (« ondes complémentaires ») n'apparaissent pas la dis- 
persion spatiale conduit à plusieurs phénomènes nouveaux, parmi 
lesquels les plus importants sont l’activité optique naturelle (la 
gyrotropie), ainsi que l’anisotropie optique des cristaux cubiques 
{on sait que si l’on ne tient pas compte de la dispersion spatiale, les 
cristaux cubiques sont optiquement isotropes). Tous ces phénomè- 
nes ont été déjà discutés et leur étude se poursuit dans ce qui suit; 
pour les examiner dans le cadre d’une théorie phénoménologique il 
faut connaître la relation entre le tenseur &;; (w, k) et k pour de 
petits k. 

Avant d'aborder cette question, faisons quelques remarques. 
Ainsi, il faut rappeler qu'en examinant la dépendance entre &;; (w, k) 
et k. il convient de retenir que la relation (10.5) qui associe les 
grandeurs D et E pour la même valeur de k, a été obtenue dans ce 
qui précède sous l’hypothèse d’un milieu spatialement homogène. 
Or, les cristaux ne constituent pas des milieux spatialement homogè- 
nes, puisque, par exemple, les nœuds d’un réseau ne sont pas équi- 
valents aux autres points. C’est pourquoi dans le cas des cristaux 
l'application du tenseur &,; (w, k), introduit sous l'hypothèse d’un 
milieu homogène, doit être limitée à l'avance. L'analyse de cette 
question (cf. 157] permet de déduire que la relation (10.5) ne peut 
être utilisée pour les cristaux que si le vecteur d'onde k est petit 
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par rapport aux vecteurs de base d’une maille élémentaire du réseau 
réciproque, c.-à-d. si k < 1/a on À © a, où a est le pas du réseau. 
Ces inégalités rendues évidentes déjà par les considérations purement 
qualitatives sont observées à l'avance dans la plage optique des 
longueurs d'onde, où a/À — 107$. C'est pourquoi dans ce qui suit 
nous ne limitons pas dans l'optique cristalline l’utilisation de ten- 
seur E;; (w, k). 

Une autre question parfaitement indépendante sur les conditions 
d'application de l’équation matérielle (10.5) en présence d’une dis- 
persion spatiale se pose lorsqu'on passe des cristaux infinis, ce qui 
est certes une abstraction, nécessaire pourtant, pour passer de (10.3) 
à (10.5) et (10.6), aux cristaux de dimensions finies. Puisque (10.3) 
est une relation intégrale, elle rend compte des frontières d’un 
cristal et comporte les conditions limites exactes des champs. Si la 
distance du point r à la surface du cristal est sensiblement supérieure 
à la dimension À du voisinage dont l'apport à l'induction est le plus 


grand, le noyau &;; devient égal au noyau e;; de (10.6) relatif au 
cristal infini. Il est évident que pour de tels points le champ électri- 
que sous la forme de (10.4) détermine l'apparition de l'induction 
D (r,t) = D (w, k) exp [i (kr — wt)] qui est également de la forme 
d'une onde plane, la relation entre les amplitudes de Det E étant 
définie précisément par l'expression (10.5). Ainsi. ce qui vient d'être 
dit entraîne que l'équation matérielle peut être utilisée sous la 
forme (10.5) si l'épaisseur du cristal est grande par rapport à À. 
Pour les diélectriques, dans les cas courants, la quantité R — a, 
où a est la constante du réseau. 

D'autre part il faut remarquer que pour l'étude des ondes complé- 
mentaires et l’utilisation du tenseur e;; (w, k) et non de la relation 
intégrale générale (10.3), les conditions aux limites (10.2) ne suffi- 
sent pas. Les conditions aux limites supplémentaires peuvent s’ob- 
tenir à partir de (10.3) mais ordinairement on les introduit en se 
guidant par des considérations moins rigoureuses (cf. $ 10 de [57]). 
La question des conditions aux limites de l’électrodynamique des 
milieux à dispersion spatiale impose encore une remarque dont il 
faut tenir compte même en l'absence des ondes complémentaires. 
Il s’agit des dérivées des ordres supérieurs dont il faut apprécier le 
rôle éventuel pour concrétiser les conditions aux limites (10.2). 
Explicitons-le sur l'exemple de l'équation div D = 0. Pour obtenir 
la condition aux limites à l'interface des milieux 1 et 2, on effectue 
la transition limite en intégrant l'équation 


: _ 0D; oDy 
div D — SET 


ox 2 


d. 


suivant la direction perpendiculaire à l'interface floue. En prenant 
cette direction pour l'axe des z et en passant à une interface bien 


15—0406 
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nette, on obtient la condition 
Dyz — Dir = €2Ë or — ©1E1r = 0, (10.31) 


où pour passer à la deuxième expression on a posé D = &E; de plus, 
dans le premier milieu, e = €,, et dans le deuxième, e = €,. Sup- 
posons maintenant que 


D = &E + ôx rot E + rot (ôr1E), (10.32) 


et que, bien sûr, dans un milieu homogène, D = &E + (ôr + ôrr) X 
xrot E; l'équation matérielle (10.32) correspond à la relation entre D 
et E dans le cas du milieu gyrotrope (isotrope) le plus simple. 
En procédant maintenant comme d'ordinaire, on obtient la con- 
dition limite 
Dh — Din = Ônt. o TOtn E, — Ôrr, 1 roth E, (10.33) 
ou 
€ Eon — €&1Ein + Ôr. 2 TOtn E, — Ôr, { roth E, — 0, (10.34) 


où au lieu de l'indice z on emploie l’indice n plus général qui caracté- 
rise la direction de la normale. Les termes supplémentaires de (10.33), 
(10.34) par rapport à (10.31) s'expliquent évidemment par le fait 
qu'il est inadmissible en utilisant la relation (10.32) de négliger 


# ? & 0) ) A . 9» . 
les intégrales | dz et | ds même si l'épaisseur de la couche 


0 
intermédiaire entre les milieux ! —+0. 

Dans la gamme optique où la dispersion spatiale est faible (pour 
(10.32) cela signifie que Ô — a < À), la généralisation des conditions 
limites de la forme (10.33) ne présente apparemment pas d’intérêt 
particulier, puisque même en négligeant la dispersion spatiale il 
faut compliquer légèrement les conditions limites (10.31) pour 
rendre compte de l’imprécision de la surface de séparation des deux 
milieux, de la présence sur cette surface des inclusions, etc. (pour 
plus de détails cf. [131] et sa bibliographie). Pourtant en principe et 
pratiquement pour les milieux à forte dispersion il faut tenir compte 
de la variation éventuelle même des conditions limites habituelles 
de la forme (10.31). Si les conditions limites de l’électrodynamique 
s’écrivent sous la forme (10.2), ce qui vient d'être dit peut être 
exprimé en formulant la nécessité de mettre au point les expressions 
des densités superficielles i et o&, puisqu’en appréciant la dispersion 
spatiale il est impossible en général d'admettre que i = 0 et o = 0 
(cf. (10.2) et (10.33), (10.34)). 

Voici encore une remarque de caractère méthodologique suggérée 
par la question qui suit et qu’on pose souvent. L'équation de disper- 
sion associe k et w et par conséquent, &;; (w, k) ne dépend réelle- 
ment que de w. Comment faire alors pour distinguer la dispersion 
spatiale de la dispersion fréquentielle? La réponse consiste dans le 
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fait qu'en introduisant le tenseur e;; (w, k) (disons dans (10.5)) 
on le fait nullement pour les ondes normales pour lesquelles k et & 
sont liés entre eux, mais pour un champ électromagnétique arbitraire 
muni de sources (cf. (10.1)). Dans un tel champ, le vecteur d'onde k 
et la fréquence «w sont parfaitement indépendants. Examinons par 
exemple, le milieu dans le champ de la forme E = E, exp (ikr) 
à k arbitraire et à © —= 0. Un tel champ produit l'induction D — 
= D, exp(ikr) liée au champ E par la relation (10.5), où e;; = 
= €, (0, k). La situation est analogue pour toute fréquence «. 
Ceci rend clair, entre autres, que c’est le tenseur e;; (&, k) et non 


pas l'indice de réfraction n (w, s), qui est précisément la grandeur 
fondamentale déterminante des propriétés électrodynamiques du 
milieu. 

Dans les cas courants, l'optique des cristaux ne recourt pas aux 
considérations énergétiques, ou en tous cas leur intérêt est secon- 
daire. Nous ne nous attarderons donc pas à cet aspect des choses 
(cf. 8 3 de [57]; cf. également chapitre 12 ci-dessous) en nous bor- 
nant à la discussion d’une seule question. 

On déduit de la façon ordinaire de l'équation du champ (10.1) 
Je théorème de Poynting | 


1 0D 0B . ‘ 
(ED + BD )=——-{div{EB]—jxE. (10.35) 


Si l’on tient compte de la dispersion fréquentielle et surtout de la 
dispersion spatiale, ainsi que de l'absorption, il n'est nullement 
évident de quelle manière il faut utiliser la relation (10.35) et com- 
ment il faut l’interpréter. Or, la simplicité devenue familière par 
le fait qu’on néglige la dispersion et l'absorption (en admettant, 
par exemple, que D = &E pour obtenir l'expression de la densité 
d'énergie eE?/8x) est bien trompeuse, puisque l'évaluation de la 
dispersion et (ou) de l'absorption modifie sensiblement la situation. 
Comme nous l'avons déjà dit, cette question est étudiée en détails 
au $ 3 de la monographie [57] (cf., par exemple, [27, 64]). En l'oc- 
currence, nous allons donner un exemple d'un milieu sans disper- 
sion fréquentielle. Plus précisément, examinons le milieu gyrotrope 
où Det E sont associés par la relation (10.32), e et Ôr, 11 ne dépendant 
pas de la fréquence. Alors (10.35) se met sous la forme (ô = ô; + Ôrr) 


9 f &E°+B+6(ErotE) | _  c .. 6 6E : 
An iv {lEB— [E]}+ 
+grad (28n—6) [À |—iuE. (10.36 
£ nr — 0) See | jet . (10.36) 
Cette expression montre premièrement, qu’en introduisant la 
dispersion spatiale pour ô = O0 dans l'expression de la densité de 


l'énergie on fait apparaître le terme complémentaire ES 


15° 
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et, dans l'expression de la densité du flux d'énergie, le terme 


—S[ET |. Deuxièmement, dans (10.36) figure le terme À — 


= grad (2011 — Ô) [ET | proportionnel au grad (25171 — Ô) = 
— grad (ôrr — Ôr) et donc différent de zéro (localisé) seulement près 
de l’interface des milieux. Si À 0, ce qui aurait lieu pour ôr  ôxr, 
sur l'interface l’énergie est dégagée ou absorbée. Ce résultat, certes, 
sort de l'ordinaire, mais il est possible en principe, par exemple, 
dans le cas de l'excitation des ondes superficielles quelconques. 
Pourtant, l’apparition du terme À est suspecte et on se demande si, 
dans le cas général, il ne disparaît pas du tout, en vertu de la con- 
dition 


61 = Ônr = 1/26. (10.37) 


L'article [132] et les autres articles que cite son auteur, considè- 
rent que la condition (10.37) et la condition qui la généralise au cas 
du milieu anisotrope, se déduisent de la prescription qui impose à la 
relation de Poynting (10.36) d’avoir la forme de la loi de conserva- 
tion de l'énergie sous sa forme habituelle 


ow : 
Sr divS=0, 


où w est la densité d'énergie et S, la densité du flux d'énergie. Cepen- 
dant, si l’on tient compte de la dispersion et de l'absorption, une 
telle argumentation ne suffit pas. C'est pourquoi il semblait [131] 
qu’il n’était pas obligatoire d'introduire la condition (10.37). Il s'avè- 
re pourtant que sous sa forme générale elle est vraie du fait qu'elle 
se déduit du principe de la symétrie des coefficients cinétiques [133]. 
Cet exemple est assez instructif et utile (quoi qu'il en soit, l’auteur 
a cru nécessaire de le donner, puisque lui-même avait fait preuve à cet 
égard d'une certaine incompréhension). 

L'exploration des problèmes limites et des conditions limites 
concrètes dans des milieux à dispersion spatiale est encore loin 
d'être achevée. Cette circonstance n'empêche pas heureusement 
l’utilisation du tenseur &;; (w, k) ou des tenseurs apparentés pour 
étudier toute une série de questions. Ainsi, puisque pour les ondes 
normales (et en général, en l’absence de sources) div D = 0, l'optique 
des cristaux recourt parfois non pas au tenseur &;; (w, k) mais à ce- 
lui qu’on appelle tenseur transversal de permittivité &,,1:, (w, k). 
Ce tenseur associe dans les ondes normales le vecteur d’induction 
à la composante transversale E, du champ E, c.-à-d. 


D; (wo, k)=—e,,;;(w, k)E, ;(w, k). (10.38) 
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Nous n'utiliserons plus *) le tenseur €, ;;, sa liaison avec le ten- 
seur £,; étant élucidée, par exemple, dans (57. 130]. 

La dispersion spatiale des cristaux dans la gamme optique étant 
faible (la condition (10.20 est verifiée), au lieu de la fonction relati- 
vement complexe de k. qui d'habitude est le tenseur e;; (wo, k)), 
on peut, pratiquement dans tous les cas connus, utiliser le dévelop- 
pement des tenseurs &;; (wo. k) ou ei; (w, k) en série par rapport à k 
en conservant deux ou trois termes. Cette circonstance est connue 
depuis longtemps des opticiens; qui plus est, il suffit en général 
de ne garder dans le développement que les termes linéaires par 
rapport à k, de sorte que **) 


ei; (o, k)—e;; (o) + ivin (o) kr. (10.39) 


Dans une étude plus générale, au lieu de (10.39) on peut faire appel 
aux développements 


j(o, k)=e;; (o) + vi Co) ki + œijim (©) Kim (10.40) 
ou, d'une façon analogue, pour le tenseur inverse 
es, (o, k)=e;} (w) + i6;;1 (wo) kr + Bi jom (@) Ktkm (10.41) 


où k = (w/c) ns, n = n + ix est l'indice de réfraction complexe des 
ondes à fréquence w qui se propagent dans la direction s — k/k. 

L'utilisation des tenseurs e;; et eï} tant sous la forme générale 
que sous la forme des développements (10.40), (10.41) est équivalente 
dans de larges limites, et le choix de l’un d’eux est défini par la 
commodité. L’exception est présentée par le cas où certaines compo- 
santes des tenseurs &;; (&) ou e;; (©) tendent vers l'infini (augmen- 
tent rapidement). Par exemple, si l’une quelconque des composantes 
de e;; (w) tend vers l'infini, le développement (10.40) de la compo- 
sante correspondante de €;; (w, k) perd son sens si dans ces condi- 
tions les coefficients Y;71 (@), &ijim (@), etc. deviennent également 
infinis. Dans ce cas il convient évidemment d'appliquer le dévelop- 
pement du tenseur &;} (w, k) qui devient surtout efficace avec la di- 


*) Les quantités longitudinales et transversales sont notées par les 
indices affectés ici d'indices || et L respectivement. Nous utilisons aussi sou- 
vent les indices L et tr (nous le ferons en particulier au chapitre 11); dans le 
présent chapitre ce serait incommode, les indices étant trop nombreux). 

**) Pour certains cristaux (classes cristallines C.,, C5,, Cshs Dsn), malgré 


l'absence du centre d’inversion, le tenseur y;;; — 0. Dans ces cas toute la rotation 
du plan de polarisation est définie par les termes du développement de la forme 
ÉVijimnkikmkn O0mis dans (10.39). De plus, au voisinage des raies d'absorption 
quadripolaires, les coefficients Y;;, (w) n'ont pas le caractère des résonances, 
alors que la dépendance des coefficients Yijimn (@) par rapport à w peut avoir 
l'allure des résonances. Dans ce cas le réfe des termes omis dans (10.39) aug- 
mente. La recherche des composantes du tenseur Y;1jmn différentes de zéro fait 
l’objet de [134]. 
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minution de &;? (w). D'une façon analogue, dans le domaine du fort 
accroissement des composantes &;} (w), il faut utiliser le développe- 
ment (10.40) et non (10.41). 

Illustrons ce qui vient d'être dit par un exemple élémentaire 
en prenant le tenseur &;; (w, k) sous la forme 


E;;(0, k)=e(o, k)6;;, 
où 
a 


eQ@, Det. 


Si cette fonction &e (w, k) est développée en série par rapport à k*°, 
ce sera en fait le développement en puissance du rapport u#?/(&5°—w?). 
Puisque dans le cas considéré 


a 
e(w)= er: 

alors, avec & —w;, € (5) —— oo les autres facteurs du développe- 
ment (10.40) deviennent aussi infiniment grands. Pour ce qui est 
du tenseur e”! (w, k), son développement (10.41) s'effectue en fait 
suivant les puissances du rapport uk?/{(6? — w°) e — a}, de sorte 
que pour w —; les facteurs du développement (10.41) restent 
finis. 

Dans ce qui suit nous allons envisager les effets de la dispersion 
spatiale optique des cristaux en utilisant les développements (10.39)- 
(10.41). C’est pourquoi, en plus de ce qui vient d’être dit sur les 
conditions de leur utilisation, constatons que puisque pour tous 
les milieux réels le tenseur e;; (©, k) est fonction non seulement de w 
mais encore de k, l'existence même d'un domaine où l'optique des 
cristaux classique est applicable se fonde en fait sur l'hypothèse de 
l'existence pour k —0 des limites vers lesquelles tendent dans ce 
cas les tenseurs e;; (wo, k) et &;; (w, k); de plus, les limites elles- 
mêmes (c.-à-d. les tenseurs &;;(w) et e;} (w) (respectivement) ne 
dépendent pas pour k —0 de la direction de k. Autrement dit, l'op- 
tique des cristaux repose sur l'hypothèse que pour des k petits, les 
tenseurs &;; (w, k) et e:} (w, k) sont des fonctions analytiques de k. 
La validité de cette hypothèse résulte dans une grande mesure déjà 
du fait que dans le cadre de l'optique des cristaux classique on par- 
vient à expliquer le vaste ensemble des faits expérimentaux. La 
démonstration rigoureuse de l’analyticité des tenseurs e;; (w, k) et 
e:} (w, k) en tant que fonctions de k, les k étant petits, peut s’obte- 
nir dans le cadre d’une théorie du microcosme qui pour tels ou tels 
cristaux permet de trouver ces tenseurs sous une forme explicite. 
Pour les cristaux, les tenseurs e;; (©, k) et e;7 (w, k) ont été cal- 
culés à plus d’une reprise (cf., par exemple, (57]). Dans tous les 
cas connus, tant au voisinage des résonances que hors de leurs domai- 
nes, mais compte tenu de l'amortissement, avec k —0 il s'avérait 
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que les tenseurs e;; (w, k) et eï} (w, k) étaient des fonctions analyti- 
ques de k. Apparemment il n’y a aucune raison de douter que pour 
k —0 les fonctions e;; (w, k) et e;} (w, k) ne soient analytiques. 

Enfin, une remarque encore, relative à nos hypothèses de départ. 

Si on ne tient pas compte de l’amortissement, il se peut que les 
développements de la forme (10.40) et (10.41) où on n'a conserve 
que quelques termes ne suffisent plus dans les circonstances parti- 
culières suivantes. Soit, par exemple, &;; (©, k) = e (w, k) 6;;. de 
plus 

pk? 

(w—w;)/w; — uhk° 


(wo, k) = E (w) + (10.42) 
(bien entendu, l'indice à de w, n’a rien à voir avec les indices à, j, 
etc. des tenseurs). Une telle expression décrit quelquefois la marche 
approximative de &e (w, k) près de la fréquence de la raie d’absorp- 
tion quadripolaire. 

Tant que le terme u#* de (10.42) est peu important, il s’agit ici 
du développement de la forme (10.40). Mais dans le cas général 


1 _ (@—oi)/o3 uk 
(eo, k)—e (TE 3 ——, 


ce qui tranche tant sur (10.40) que sur (10.41). Il est pourtant facile 
de généraliser l'expression (10.42) pour un cristal quelconque dans 
l'esprit du développement phénoménologique (10.40) : 


1, (©, k) = 5 (o) + ivige (oo) ki + Gigim (©, k) ik, 
Qijm (©, ke) = Esjrm (©) + iijimn (@)Æn + Eijimnp (©) knky. 
D'une façon analogue dans (10.40) on peut remplacer Y;;: (&) par 


Yu (©, k), etc. Pour un cristal cubique non gyrotrope, les expres- 
sions (10.43) et (10.42) sont équivalentes; en outre 


L p (wo) &° 
mn = oops pie 0 


| (10.43) 


Si on généralise quelque peu l'expression (10.42) en l’écrivant 


m (@) Kikm 
eu (@, k) = e3 (@) + — OS (10.44) 


@i)/0i+iv+ Limkikm ? 
alors, pour la résonance, c.-à-d. pour w —+- w; et v = 0, avec k +0, 
le tenseur e;; (w, k) en général, dépend de s = k/k, c.-à-d. il devient 
une fonction non analytique de k. Or, en fait, v diffère toujours de 
zéro et la dépendance de e;; (w, k) par rapport à k, pour k +0, 
reste analytique même dans une résonance. Ainsi, le développement 
de la forme (10.43) peut devenir nécessaire seulement au voisinage 
d’une résonance ou en négligeant l’amortissement. Mais si on intro- 
duit l’amortissement, l’utilisation des développements de la for- 
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me (10.43) ne peut en général être justifiée que pour l'étude des 
effets de la dispersion spatiale d’un ordre plus élevé. 

Les tenseurs qui figurent dans les formules (10.39) à (10.41) 
vérifient plusieurs relations qui résultent des propriétés générales 
de la symétrie du tenseur e;,; (w, k) discutées dans ce qui précède. 
Ainsi, en vertu de (10.10) 


83 (@) = e;; (w), €} (w) = ex; (w), 
Vi (o)= — Vu (@), Bin (@) = — 6; (w), (10.45) 
Œjjim (@) = Gjiim (@),  Bijim (©) = Byitm (©). 


Par ailleurs, les tenseurs &;;jim et Bijim Peuvent toujours être 
choisis tels que œijim = Qijmy €t Bijim —= Pijmt On le suppose dans 
ce qui suit. Rappelons également qu’on admet partout, sauf men- 
tion du contraire, que l'induction magnétique du champ extérieur 
Bt est nulle. 

Si le centre de symétrie existe et, en général pour un milieu 
non gyrotrope, (10.12) entraîne que 


Vin = 0, in = 0. (10.46) 


En l'absence de l’absorption et avec un k réel, le tenseur 
Im e;; (w,k) —0 et par conséquent, le tenseur e;; (w, k) — 
— Re e;; (wo, k) est hermitien. Dans ce cas, en vertu de (10.45) 
tous les tenseurs e;; (w), eï} (œ@), Vase (@), GOaye (©), Gijim (©) et 
Bijrm (©) sont réels. Nous avons mentionnés plus haut les raies 
d'absorption dipolaires et quadripolaires. En effet, au voisinage 
_des raies dipolaires il suffit ordinairement d'utiliser les dévelop- 
pements (10.39), (10.40) ou (10.41), alors que les expressions (10.42)- 
(10.44) peuvent se présenter en premier lieu dans le cas des raies 
quadripolaires. Par contre, il faut souligner que les développements 
en série par rapport à k mentionnés ne sont pas eux des développe- 
ments par rapport aux multipôles. Qui plus est, l’utilisation des 
expressions (10.39)-(10.41) n’est pas limitée du tout par le domaine 
des raies quelconques. Il faut également retenir que dans un milieu 
optiquement anisotrope arbitraire et pour une direction arbitraire 
de la propagation de la lumière, l’apparition d’une raie d'absorption 
(ou si on néglige l’absorption, l’apparition d’un pôle de la fonction 
n° = n?) n’est pas liée à l'augmentation des composantes &y, (w, k) 
dues à une résonance, comme le rendent déjà clair les formules de 
l’optique des cristaux classique (cf., par exemple, (10.27)). 

Les tenseurs &;; (w, k), e;} (w, k) et, bien entendu, les tenseurs 
ë;; (@), Eï} (@), Visn Oigs Gijim €t Biyim qui figurent dans (10.40) 
et (10.41) deviennent sensiblement plus simples si le cristal a des 
éléments de symétrie. Ainsi, en présence d'un centre de symétrie 
Yuju = Ôaya = O (cf. (10.46)) et dans un milieu isotrope non gyro- 
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trope le tenseur &;;1M ne compte que deux composantes indépendan- 
tes, de sorte que dans ce cas (cf. également chapitre 11) 


Ey(o, k)=e(@) 6,5 + @r (@) (Gi3— siss) K°+ ou (w) sis;k°. (10.47) 


Les conséquences résultant de l’introduction de la symétrie des 
cristaux sont bien connues pour les tenseurs qui nous intéressent 
e;; (©), Yiya (©), Gijim (©) et les autres tenseurs et sont décrites en 
détail dans {[57,; 135]. Aussi, ne donnerons-nous ici que quelques 
exemples. 

Comme il s'ensuit de la relation (10.45), le tenseur y;;: (et Ô:jr) 
jouit des propriétés suivantes: 


Vax, 1 Vyv. 1 = Y:z, ! =0, Vu, 1 = — Vux, L 
Vi —Yat Vis —Vu,it (=, 2, 3=%, y, 2). 


Ainsi, dans le cas général, les tenseurs Y;;1 et Ô;;, ont neuf compo- 
santes indépendantes, et on peut les écrire sous la forme 


Vi = €ijm£mts Vijt = Eimjfmts (10.48) 


OÙ €;jm eSt le pseudotenseur unité d'ordre trois (6193 = 1, €s13 —= —1, 
Enxe —= 0, etc.; dans la réflexion spéculaire, e;;, ne change pas) et 
£gm et fn sont des pseudotenseurs d'ordre deux. 

Avec les tenseurs gu et fn: on introduit parfois les vecteurs de 
gyration g’ et f” définis par les relations 


Em _— Emik 1 Îm = ETUTE k — ks. (10.49) 


Si on néglige les termes quadratiques en Æ de (10.40) et (10.41), 
ces relations, à l’aide des vecteurs de gyration, peuvent être mises 
sous la forme 


Di=e;;(o, k)E;=e;(o) E;—ilg'E},, (10.50a) 

E,=e;} (w, k) D,=Ee;} (0) D, —:i[fD};. (10.50b) 

La petitesse de la dispersion spatiale fait que dans la plupart 
des cas, les relations (10.50) pour les milieux gyrotropes sont parfai- 
tement suffisantes. C’est pourquoi dans ce qui suit nous envisagerons 
non pas les développements généraux (10.40), (10.41), mais les 


expressions (10.50) pour les milieux gyrotropes, ainsi que les expres- 
sions suivantes pour un milieu non gyrotrope 


ei (o, k)=E8;; (©) + (=) Œi jtm (@) RS 15m: (10.51a} 
ex} (w, k)=eÿ} (w)+ (© )"Bism(o) RS5m.  (10.51b} 


Bien entendu, le tenseur &;; (w, k) peut toujours être ramené 
à la forme diagonale en choisissant convenablement les axes prin- 
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cipaux *). Pour s arbitraire, la direction de ces axes ne coïncide ni 
avec s ni avec les axes du tenseur e;; (w); dans les cas où les axes 
du tenseur &;; (w) sont fixés, (c.-à-d. en l'absence de la dégénérescence 
propre aux cristaux cubiques et uniaxes), les axes du tenseur e,; (©, k) 
sont proches des axes de &;; (w) par suite de la petitesse des termes 
de (10.50) et (10.51) dépendant de s. 

En l'optique cristalline à dispersion spatiale, le plus grand 
intérêt présentent naturellement ceux des axes principaux de e;; (w, k) 
dont la direction coïncide avec s. Pour les cristaux rhombiques ces 
axes sont x, y, z. Si, par exemple, le vecteur s est dirigé suivant 
l'axe des x, les valeurs principales du tenseur &;; (w, k) sont égales 
à (cf. ici et plus loin tableau III de (57]) 


\2 
Ei = Êxx (w, k) = Êxx (o) + (+ u ) Lrxxxs 
Ee = Eyy (©, k) = e,, (w) + (= n) Œyyxx 


€3= €; (0, k) =, (©) + (= n ) | Œirxxe 


Dans les cristaux tétragonaux des classes D,, Ci, Doa et Dan 
pour le vecteur s dirigé suivant les axes des x et des y, le tenseur 
€; (©, k) est ramené aux axes principaux, les valeurs principales 
étant différentes. Mais si le vecteur s est dirigé suivant l'axe des 
z (suivant l'axe d'ordre quatre), on a 


wo —\2 © —\2 
Ey = Le = E, (©) + (Sn) Œxxzzs Es = El] (©) + (©) ARE 
Sans nous attarder à l’examen des cristaux d'autres systèmes, 
passons aux cristaux cubiques. Dans ce cas 
Ai = Uxxxx — Œyyvy = Œzzzss Le = rxzz = Lyyxx — Lzzyys | 


Us = Aoyxy = Aysyz — Lrxzaer Li = Lzzxx = Lrxyy —= Lyyzzs 


o —\2 2 2 2 
Exx= et (on) (si + osé + as), 


2 (LR) ass eun2( 27) as, 


(10.59) 
Eyy — £ + (a) (sx À. @15ÿ ELA aus) 


@) 


E, = € + (<a \ (ausz + @esy + di), 


C 
Eyz — 2 (£r) AS ySz 


*) Si le tenseur e;; (w, k) n'est pas hermitien, alors il faut examiner indé- 
pendamment les tenseurs hermitiens ei; et ei, e;;j — ei; + ieij; de plus, les 
axes principaux (ou plus précisément, les vecteurs propres qui dans le cas géné- 
ral sont complexes) de ces tenseurs peuvent ne pas coincider. Sauf mention du 


e . 4 . y» 
contraire, dans le texte on traite seulement du tenseur 81; que nous considérons 
comme réel. 
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(d'autre part, pour les classes O, Ta et O}, on a a, = &,; le 2 dans 
les expressions de &.,, &:- et e,- est dû à la sommation dans (10.51) 
des termes proportionnels à s,s, et s,s,). Ceci rend évident que les 
axes du cube z, y, z sont les axes principaux du tenseur, si le vec- 
teur s est dirigé suivant l’un des axes zx, y, z. Dans ces conditions, 
pour &œ, —= &,, la quadrique correspondante dégénère en surface de 
révolution (ellipsoïide ou paraboloïde). Si le vecteur s est dirigé 


suivant les diagonales spatiales du cube (ls l= ls =1Sl—= 
— 4/13), on a 
= \2 
Exx = Eye: =e+1/8(©n) (an + Ge + @) 
et 
oo —\2 
leyl=les=lel=lel=2(Ln) 3. 


Considérons maintenant certains effets de la dispersion spatiale 
dans les conditions de l'optique des cristaux. Nous avons déjà noté 
que la dispersion spatiale étant petite, par exemple en optique, l’in- 
térêt porte surtout sur les problèmes dans lesquels la dispersion 
spatiale conduit à des effets qualitativement nouveaux, ou, en tous 
cas, ne détermine pas que des corrections infimes des formules de 
l’optique des cristaux classique. Conformément à ce qui vient d'être 
dit, l'exposé qui suit est fragmentaire et se ramène essentiellement 
à la discussion des phénomènes dont l’analyse nécessite l’estimation 
de la dispersion spatiale. Nous avons souligné plus haut que l'effet 
Je plus important de ce type est la gyrotropie (activité optique 
naturelle). Son étude phénoménologique, le plus souvent sans recours 
explicite aux notions de la dispersion spatiale *), se poursuit depuis 
bien longtemps; c’est donc un domaine suffisamment mis en lumière 
dans la littérature (cf., par exemple, [27, 57, 135]). Un autre effet 
important dû à la dispersion spatiale (existence de la vitesse de 
groupe des ondes longitudinales différente de zéro), est bien connu 
surtout dans l’étude du plasma; on en reparlera au chapitre 11. 
C'est pourquoi nous n’évoquerons ici que deux effets de la disper- 
sion spatiale: l’anisotropie optique des cristaux cubiques et la 
production des ondes normales complémentaires (nouvelles) au 
voisinage d’une résonance (dans le domaine de la dispersion ano- 
male). 

L'anisotropie optique des cristaux cubiques a été prédite par 
Lorentz dès le XIX® siècle, mais sa découverte dans le domaine 


de la transition quadripolaire de longueur d'onde À — 6125 À dans 
Cu.0O ne date que de 1960 (cf. les références de (57, 130, 131)). 


*) Pour décrire un milieu gyrotrope, on peut formellement négliger les 
prescriptions imposées par la symétrie des coefficients cinétiques et examiner le 
tenseur asymétrique e,; (w). 
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Si l’on tient compte de la dispersion spatiale, l’anisotropie opti- 
que des cristaux cubiques est immédiate d’après les relations (10.51). 
Ainsi, pour ces cristaux, l’expression (10.51a) devient (10.52). Au-de- 
hors du domaine de la résonance de la fonction & (o). on peut utiliser 
avec la même raison n'importe quelle des relations (10.51). Mais si 
on envisage le domaine de la résonance de & (w), la dispersion spa- 
tiale ne peut être évaluée correctement qu’en recourant au dévelop- 
pement du tenseur e;? (w, k). 

Si on ne tient pas compte de la dispersion spatiale, le tenseur 
e;; (&) des cristaux cubiques se ramène à un scalaire; il s'ensuit 


qu'on obtient le coefficient de réfraction n° — e (w), ce qui cor- 
respond à l’indépendance totale des propriétés optiques du cristal 
par rapport à la direction de la propagation de la lumière et à sa 
polarisation. Mais si on tient compte de cette dispersion. le tenseur 
€; (©, k) ne se ramène plus à un scalaire (cf. (10.52)). En portant 


ce tenseur dans l'équation (10.27) on obtient les valeurs de n° qui 
dépendent tant de la direction de la propagation de la lumière que 
de sa polarisation, ce qui correspond précisément à l’anisotropie 
optique du cristal. Puisque les coefficients &;;im et Bijim Sont de 
l'ordre du carré du pas du réseau a — 1078 — 10-7 cm, l'anisotropie 
est faible (pour e;; — 1, n — 1, cet effet est de l’ordre de (wa/c)}? — 
= (2ra/À,)? = 10 — 10-5). Pour les cristaux cubiques de diffé- 


rentes classes la dépendance de n° par rapport à la direction s = k/k 
et la polarisation, est examinée en détail dans [57]. 

Passons à la question des ondes nouvelles (complémentaires) qui 
apparaissent si l’on tient compte de la dispersion spatiale. La possi- 
bilité de leur apparition est rendue évidente par l'équation de dis- 
persion générale (10.27). En effet, si on néglige la dispersion spatiale, 
cette équation devient équation quadratique par rapport à l'indice 


de réfraction n° (c.-à-d. équation biquadratique par rapport à l’in- 
dice nr). C'est pourquoi, comme nous l’avons noté. l’équation de 


dispersion admet seulement deux solutions n° et n? associées à deux 
ondes normales (les oscillations longitudinales n'entrent pas ici en 


ligne de compte; les solutions m1, 2 et —m", » correspondent à deux 
directions opposées de la propagation des ondes, mais non pas à des 
modes d'onde différents). Mais si on tient compte de la dispersion 
spatiale, les coefficients de l'équation de dispersion (10.27) dépen- 


dent eux-même de n à travers E;, (w, k(w)), k (w) = = n (ow) s, 


puisque pour les ondes normales, «w et k sont précisément liés entre 
eux par l'équation de dispersion. [l en résulte que cette équation 
peut en principe avoir autant de solutions que l’on veut. Cependant 
en fait, le nombre de racines, en tous cas, des racines à amortisse- 
ment peu fort, est en général relativement petit. Ce qui vient d’être 
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dit est vrai à l'avance dans le cas d’une dispersion spatiale faible, 
lorsqu’il s’agit seulement d’une ou de deux ondes (racines) nouvelles. 
Qui plus est, en optique, il est difficile d'observer même de telles 
ondes et jusqu’à présent elles n’ont été décelées que par le biais, 
à travers la diffusion de combinaison (diffusion Raman) de la lu- 
mière (cf. [136]). Pourtant l'étude des ondes nouvelles qui apparais- 
sent, si l’on tient compte de la dispersion spatiale, présente certai- 
nement de l'intérêt. 

En se proposant d'étudier dans ce qui suit la propagation des 
ondes. en particulier au voisinage des bandes d'absorption, utili- 
sons le développement du tenseur inverse de la permittivité qui 
dans le cas le plus général peut s’écrire 


ex} (©, k)= 85} (0, k)+ bin (o, 51, (10.53) 


où Eiy (w, k) et 6;;: (w, k) sont des tenseurs qui sont des fonctions 
paires de k (e;; (w, —k) = &;; (wo, k), ôijs (w, —k) = 6;;: (©, k), de 
plus, le tenseur 6;,;, = 0 seulement dans les cristaux qui ne possè- 
dent pas de centre d'’inversion. La dispersion spatiale étant petite 


(ce qui est supposé) on ne retient dans le développement de &;; (w, k) 
et ô;;, en série par rapport à k que les premiers termes. L'expres- 
sion (10.53) est utilisée ainsi sous la forme équivalente à celle exami- 
née plus haut. 

Pour des ondes non longitudinales dans un milieu le vecteur 
d’induction D 0. C'est pourquoi il est commode d'étudier ces 
ondes dans un système de coordonnées où l'axe des z est dirigé sui- 
vant k et où, en vertu de la relation (kD) — 0, le vecteur d'induction 
vérifie l’égalité D, = D, = 0. Dans ce système, les équations véri- 
fiées par les composantes du vecteur d’induction différentes de zéro 
(équations équivalentes à l'équation vectorielle principale (10.22) 
sont de la forme 


| EE A : O@ ’ 
(—= — ex ] D. — xD, = 1 — Rô:3Dy; 


(10.54) 


Land 
_ 


LL fo — 
_— EyxD, + (= Es) Du = To nÜs3D... 


Choisissons les axes x et y de façon qu'ils soient dirigés suivant 
les axes principaux du tenseur bidimensionnel &;; (w, 0) = &;; (w) 
et désignons les valeurs principales de ce tenseur par 1/nf, et 1/nÿs. 


Ce choix des axes ramène les composantes e;7 et ex aux petites 
grandeurs d’ordre k?. En égalant le déterminant du système (10.54) 
à zéro, on obtient l'équation permettant de déterminer les valeurs 
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éventuelles de n°. Si dans cette équation on omet les termes d'ordre 
kS, k%, etc., on obtient 


(=) (=) = (0, k) RE. (40.55) 


Si dans l’équation (10.55) on pose ôiss — 0 et k = 0, alors ses solu- 
tions ñ{,2 —= A}, Coïncident, certes, avec les solutions de l’équa- 
tion de Fresnel de €;; = 8; (w). Mais si Ô193 0 et k 0, alors, 
pour la direction donnée s, l'équation (10.55) détermine déjà pour 
ei — e;l(w) et et — e;! (©) non pas deux mais, en général, 
plusieurs valeurs de l'indice de réfraction (dans cette approximation, 
pour les ondes non longitudinales l’équation (10.55) coïncide, comme 
il se doit, avec (10.27). 

L’exploration de l'équation (10.55) devient particulièrement 
simple pour les milieux qui sont optiquement isotropes lorsque la 
dispersion spatiale est éliminée. . 

Pour un milieu isotrope ext (w, 0) = e,7 (w, 0) = 1/e (w). Dans 
ce cas, comme on le voit aisément de (10.55), lorsque ô1,3 0, la 
dépendance des grandeurs £:!, er €t Ô193 de k lorsque di2s Æ 0, 
peut être négligée, de sorte que pour déterminer les grandeurs n° au 
lieu de (10.55) on obtient l’équation 


(2) =+ 62, re. (10.56) 


Il est évident que la résolution de cette équation par rapport à ñ° 


fournit trois valeurs: n?, n°, n?. Il se peut qu’à toutes les trois raci- 
nes de (10.56) correspondent des longueurs d'onde relativement gran- 
des, ce qui autorise donc d'examiner toutes les trois solutions dans 
le cadre d’une approche macroscopique. En particulier, au voisinage 
de la résonance (c.-à-d. pour © = w;, où € (©;) —> co,) on peut négli- 
ger la dépendance de 6,:4 par rapport à w et admettre que dans cette 
plage de fréquences la fonction € (w) est connue; alors en résolvant 
l'équation (10.56) nous trouverons dans le domaine de la résonance 
toutes les trois valeurs de 7° (w) pour contrôler la validité de la 
condition an/Ào & 1 (cf. (10.20)). L'analyse des résultats obtenus 
est exposée en détail au $ 6.3 de [57]. Nous ne donnerons donc ici 
que quelques résultats relatifs au cas où l'absorption n’est pas prise 
en considération. Les grandeurs Ôie3 et e (w) sont alors réelles et 
dans le domaine w = «©; on peut poser 


e (©) = Eo — SE ——, (10.57) 


&i — &? 
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où Ë = (© — w;)/w;, À = 2ne Nerr/mwi; ici e et m sont la charge 
et la masse d’un électron libre; Verr/N est la force de l'oscillateur, 
où V est le nombre total d'électrons dans une unité de volume et 
Nerr, la partie des électrons qui déterminent « efficacement » les 
propriétés optiques du milieu dans le 
domaine du spectre considéré. 
L’allure des courbes n (£) obte- 
nues par résolution de l’équation 
(10.56) est matérialisée pour ce cas 
par la figure 10.1. Les courbes de dis- 
persion de cette figure présentent cet- 
te particularité qu’à droite du point 
Em = (Om — &;)/@; il n'existe qu’une 
seule solution réelle, alors qu’à gau- 
che de ce point, il y en a trois. No- 
tons qu'aux racines multiples (c.-à-d. 
au point E, correspond la valeur de 


A is Um qui Satisfait à l’équa- 0? SE 00 50% 02 E 


dices de réfraction n1, ñ2. na et 
E = (© — o;}/o; près de la fré- 
Dans le cas d’un milieu isotrope  quence de résonance &; dans le 
non gyrotrope, la solution de l’équa- as du milieu ge dde nes 
tion (10.55) est encore plus simple.  'S°0pe et non absorbant 
Puisque ce cas, tout en vérifiant 
l'égalité e;! (w, 0) = es (w, 0) = 1/e (w), vérifie également la 
condition Ô1e3 — 0, l'équation (10.55) devient 


9 2 : ra 
e (©m) = 1/,22/3 (2 6.) fe (10.58) Fig. 40.1. Relation entre les in 


4 4 2 — 


Cette équation se déduit de (10.55) si l’on admet que 


= __ | Æ 2 , 
exx (eo, k)—e;(o, k) ur e”1 (@)++ Br. 


L'équation (10.59) définit deux valeurs de l’indice de réfraction 


r?.+, qui correspondent à la même polarisation de la lumière ; d'autre 
part 


ni,» = a + V'(sér) +7. (10.60) 


où B’ — (w°/c°) B. Pour B° << 0, (10.60) entraîne qu'à la fréquence 
= M donnée par l'équation 


e (om) = 4/2 (B°)7{/2, (40.61) 
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les racines n° et nr? sont égales. Par conséquent, le point associé 
à la fréquence w,, est le point E,. Mais si B’ > 0, le point d'’infle- 


xion n’apparaît pas. La dépendance des racines n° et n° par rapport 
à la fréquence au voisinage de la résonance, avec l’utilisation de 
l'expression (10.57) et des valeurs de B° — +10-5, est visualisée 
sur la figure 10.2. En général, l'amortissement modifie sensiblement 


le caractère de la relation entre n°, et w. Notons également que 
dans le cas d'un milieu anisotrope non gyrotrope, la situation par 
rapport à la dispersion joue qualitativement le même rôle que pour 
un milieu isotrope. La seule différence qui présente de l'intérêt 


p<o 


Fig. 10.2. Relation entre #° et = = (o — w;)/o; au voisinage de la frequence 
0); dans le cas d'un milieu isotrope et non absorbant, mais non gyrotrope 
Les pointillés correspondent à fi” — 0, En ordonnées, les quantités 10-> 72 


est que pour le milieu anisotrope, où les résonances des quantités 
n5, et n5 vérifiant l'équation (10.55) pour Ô,:3 — 0 et k = 0 ne 
coïncident pas en général, la nouvelle onde du mode 1 apparaît 
près de la résonance n,51, et la nouvelle onde du mode 2, près de la 
résonance #2. L'allure des courbes de dispersion et la polarisation 
des ondes nouvelles (complémentaires) dans un milieu anisotrope 
(tant gyrotrope que non gyrotrope) font l'objet de l'article [1301]. 
Nous n'avons aucune raison de nous attarder ici à examiner les 
détails, puisque les ondes nouvelles se prêtent plutôt mal à l’ob- 
servation, bien qu’on puisse espérer que dans l’avenir les problèmes 
expérimentaux correspondants soient tout de même résolus (nous 
ne parlons pas de la méthode de diffusion de combinaison susmen- 
tionnée qui a déjà permis d'observer l'onde nouvelle [136]). Il est 
quelquefois important d'évaluer la dispersion spatiale dans certains 
cas de la théorie des ondes superficielles de la gamme optique, ou 
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comme on dit plus souvent, dans la théorie des excitons superficiels 
(cf. [57, 137, 138)). 

Cependant, il convient de souligner encore une fois la faiblesse 
des effets de la dispersion spatiale en optique; ceci est dû à la peti- 
tesse des coefficients (œ/c) Ô — 2xa/h — 10-? — 10% et PB’ — 
— (w°?/c?) B = 4n?a?/X° = 10 — 10-65. I] est donc clair que dans 
nombre de problèmes la dispersion spatiale peut être négligée. 
Mais on comprend aussi bien pourquoi de nos jours, lorsque la tech- 
nique des mesures se perfectionne, lorsque les phénomènes et les 
objets mis à l’étude sont de plus en plus nombreux, l’intérêt de la 
dispersion spatiale en optique (même sans parler de la physique 
du plasma) devient de plus en plus grand. 
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CHAPITRE 11 


PERMITTIVITÉ ET PROPAGATION DES ONDES 
DANS LE PLASMA 


Permittivité du plasma (théorie élémentaire et cinétique). Propagation des ondes 
dans le plasma isotrope homogène et dans le magnétoplasma homogène 


Le plasma typique est un gaz fortement ou complètement ionisé. 
On donne souvent aussi le nom de plasma au gaz faiblement ionisé 
et au gaz électronique ou au liquide électronique des semi-conduc- 
teurs et des métaux (dans les deux derniers cas relatifs aux corps 
solides on dit qu’il s’agit de plasma de l’état solide). Les plasmas 
différents ont assurément des traits communs. Dans ce qui suit, 
nous traiterons pourtant seulement du plasma de gaz non relati- 
viste ; pour sa description il suffit de faire appel à l’approximation 
classique en appliquant l'équation cinétique non relativiste clas- 
sique. C’est précisément ce plasma qui dans la plupart des cas fait 
l'objet de l’étude en astrophysique, en physique de l’ionosphère, 
dans l'exploration de la fusion thermonucléaire qui recourt à un 
plasma peu dense (la situation se complique avec le chauffage et la 
compression des grains d'hydrogène lourd condensé par le rayonne- 
ment laser ou par les faisceaux électroniques intenses). 

Le nombre de travaux consacrés au plasma et notamment à la 
propagation des ondes dans ce milieu, est immense: il s’agit de 
dizaines de milliers d'articles. Les questions et les problèmes qui 
se posent dans ce domaine ainsi que dans divers cas particuliers 
sont si multiples que leur description demanderait une grande série 
d'ouvrages. Ces ouvrages existent déjà et nous mentionnerons entre 
autres les monographies (45, 64, 129, 139-142] et les tours d’hori- 
zon [143-146] qui comportent également d'’abondantes bibliogra- 
phies. Aussi n’aborderons-nous dans notre livre que quelques ques- 
tions relatives à la physique du plasma en le faisant pour deux 
raisons. La première, c’est que l'exemple du plasma permet d'il- 
lustrer et d'expliquer plusieurs résultats concernant la théorie des 
milieux dispersifs (cf. chapitre 10). La deuxième est définie par le 
fait que le plasma est un objet d'importance exceptionnelle pour 
l’astrophysique et la physique de l’ionosphère. Or, la part qui lui 
est réservée dans les cours classiques de l’électromagnétisme est, 
dans les cas courants, tout à fait insuffisante, alors que les cours 
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spéciaux de la physique du plasma ne sont pas l’apanage de tous 
les étudiants, loin de là. Par conséquent, même la discussion dans 
le présent chapitre de quelques-unes des questions relatives à la 
physique du plasma peut être utile, ou au moins commode, pour 
les lecteurs (certains résultats et remarques sur la physique du plasma 
sont donnés dans les chapitres précédents, surtout au chapitre 7, 
mais de même que dans les autres cas, nous ne craignons pas les 
répétitions). Pour plus de détails sur les questions envisagées, on 
peut consulter les références indiquées (il va de soi que le présent 
chapitre s'apparente surtout aux monographies [64, 139]). 

Dans ce qui suit, nous n’envisageons que deux problèmes: le 
calcul du tenseur de permittivité du plasma e;; (w, k) et l’étude 
de la propagation de différentes ondes normales dans un plasma 
homogène. Si l’on tient compte de l’agitation thermique et en pré- 
sence d’un champ magnétique extérieur H, = B,, le calcul du 
tenseur &;; et l'exploration ultérieure des ondes normales sont géné- 
ralement assez compliqués ou tout au moins lourds. Comme nous 
nous proposons de mettre en évidence le sens, le fond physique et 
non pas les détails multiples, nous progresserons des problèmes 
simples aux problèmes plus compliqués. 

Voici la position la plus simple du problème: examinons un 

plasma isotrope (c.-à-d. posons H, — 0) et négligeons l’agitation 
thermique. Alors, (ainsi, qu'avec H, =£ 0 mais toujours en négligeant 
l'agitation thermique) pour calculer &;; il suffit d'appliquer ce qu'on 
appelle « théorie élémentaire » qui se ramène à l’examen du mouve- 
ment ordonné des particules isolées (électrons et ions) dans un champ 
électrique de fréquence «. 
- _ Admettons pour simplifier que la charge des ions est simple (pour 
l'hydrogène cette condition est remplie automatiquement), élimi- 
nons la présence éventuelle des ions négatifs et, enfin, utilisons la 
condition de quasi-neutralité N = N, = NN, (ici V,. et N,;, sont les 
concentrations respectives des électrons et des ions; la charge de 
l’électron e << 0). Il est évident que dans les conditions de quasi- 
neutralité le plasma ne possède pas de charge volumique, la densité 
de charge étant po — e (NV — N;). Bien sûr, la condition de quasi- 
neutralité peut être violée, mais lorsqu'il s’agit de grands volumes, 
cas typique des problèmes astrophysiques et ionosphériques, la 
différence | Ÿ — V, | & NW. Ceci est confirmé par les estimations 
qui font appel à l'équation du champ 


div E = 4rp = 4ne (N — N;) (11.1) 


et qui tiennent compte du courant qui apparaît dans le plasma en 
présence d’un champ; dans la plupart des cas sous l’action de ce 
courant la charge volumique disparaît assez vite (ceci ne se rapporte 
pas à la charge spatiale au voisinage des charges extérieures appor- 
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tées dans le plasma ou aux champs au voisinage des charges isolées 
constitutives du plasma; cf. plus loin). 
La densité de courant d’un plasma isotrope s'écrit 


N 
je D (rar) — PE joug — i0P = 
n=1{ 
.e—1 
= (oi 0) E= —-%(e—1)E. (11.2) 


Ici jcona = CE est la densité de courant de conductivité ; P — = ÎE 


est la polarisation; e = &’ + ie” = e’ + i4no/w, la permittivité 
complexe (e” — Re &; © est la conductivité) et le champ électri- 
que E est considéré comme un champ monochromatique (E — 
— E, exp (—iwt)). Cette forme de l'expression (11.2) est choisie 
pour expliquer les notations qu’on trouve dans la littérature *). 
La quasi-neutralité de (11.2) n’est appliquée que pour la sommation 
suivant le nombre de particules (il est évident que dans (11.2) r, est 
Je rayon vecteur du n#-ième électron et ri), le rayon vecteur du n-ième 
lion). 

En l'absence du champ magnétique extérieur H,, si on ne tient 
pas compte des collisions et si l'étude est localisée (c.-à-d. si on 
néglige la dispersion spatiale en admettant que le champ E est 
homogène), les équations du mouvement des électrons et des ions 
s'écrivent 

mr =eEsexp(—iowt), Mir — —eE,exp(—iwt), (11.3) 


où m et M sont la masse des électrons et la masse des ions respective- 


ment. 
On en tire, par exemple, 


E 
Tn — — +, 
où r° est le rayon vecteur de l’électron en l'absence de champ. 
On voit aisément qu'en vertu de (11.2) et (11.3) 


pti (Led) 


et les termes r°? et ri Vaisparaissent, puisque par hypothèse, sans 
champ, P — 0. L'apport des ions n’est qu’une correction d'ordre 
m/M < 10: il sera donc omis. 


*) 11 faut encore avoir en vue qu'on utilise souvent les champs sous la 
forme E — E, exp (iwt) ce qui détermine l'apparition des grandeurs complexes 
conjuguées. D'autre part, le courant de conductivité jcond Se note plus sou- 
con j, alors que le courant total £6D —E/4x n'est pas introduit ou se note j” (cf. 

). 
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Ainsi, 
4reN of 
E—Eg —1— = 
mo @® 


—1-—3,18.109 1 —1-—8,06.107 À, (11.4) 
w* v3 


OÙ Ope = Op = V'4ne2N/m est la fréquence des électrons du plasma; 
v — w/271 et où on a introduit les grandeurs connues de l’électron 
(e = 4,8-10-19 CGSE, m = 9,1-10-% g). 

Il est bien clair que sous les hypothèses avancées la conductivité 
est nulle: sans collisions, les électrons et les ions ne transmettent 
pas leur énergie à d’autres électrons, ions et molécules et ne font 
qu'osciller sous l’action du champ. Dans le cadre d’une théorie 
élementaire, l'influence des collisions peut être évaluée en intro- 


duisant une force de freinage MVeltFn égale à la variation moyenne 
de l’impulsion de la particule par unité de temps. Si l’on admet 
qu’à chaque collision avec un ion ou une molécule l’électron perd 


en moyenne l'impulsion tout entière du mouvement ordonné mr, 
alors Verr est le nombre de collisions par seconde. En fait, les varia- 
tions de l'impulsion diffèrent suivant les collisions différentes; 
Verr joue donc le rôle d’un certain nombre de collisions (fréquence) 
efficace. En toute rigueur, la quantité vers n’est pas encore définie 
de cette façon et on ne fait que supposer que la force de freinage 


moyenne soit proportionnelle à r,. En fait, d’après les principes 
de la théorie cinétique des gaz, on sait, par exemple, que dans les 
collisions avec les molécules, vers = ra N,,v, où a est le rayon effi- 
cace des molécules (leur concentration est V,,) et v, une certaine 
vitesse thermique moyenne des électrons. Des expressions plus défi- 
nies de vers pour les collisions des électrons avec les molécules et les 
ions sont fournies par une étude cinétique, mais la quantité Vert 
peut être aussi utilisée, elle, dans la théorie élémentaire. En résumé, 
en tenant compte des collisions 


Mn + MVerrrn = €E0 exp (— it) (11.5) 


et en procédant comme précédemment 


4ne2N à 4no 
E—A— —— = 2€ Fam Li 
mo (© iVert) e ie Se EL &@ ? 
= 41: 4re?N 1—e eNVerr | (1 1 6) 


res. 2. C=—— Vet = — 
m (@°+ Vêre) ? 47 ff m (@°-+ Véçt)" ) 
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Dans les cas limites importants on a 


N 2N N 
? 4ne?2N ‘e2N 9 
St MVÈ tt bu mVett ? O® & Verre (11.8) 


£ = 1— 


£ 


Au domaine de basses fréquences (11.8) la conductivité coïncide, 
certes, avec la conductivité statistique fournie par la théorie élé- 
mentaire (Â/Verr —= Terrs OÙ Terr eSt le temps efficace du libre par- 
cours qu'on utilise de pair avec vert). 

Pour déduire l'expression de &, nous avons admis que le champ 
E, appliqué à l’électron est égal au champ macroscopique (moyen) 
E, du fait que c'était ce champ-là précisément que nous avons porté 
dans les équations du mouvement (11.3) et (11.5). Or, comme on le 
sait de la théorie des diélectriques, les champs E, et E ne sont pas 
en général égaux entre eux et pour les plus simples modèles de dié- 
lectriques (cf., par exemple, [147]), E, = E + ‘/oanP = !/, (e + 2)P. 
Pour le plasma et, en général, pour un milieu bon conducteur, cette 
formule est inapplicable et, par ailleurs, il n’est pas bien simple 
d'établir la liaison rigoureuse entre E, et E (cf. [64] et sa biblio- 


graphie). On peut admettre avec une grande précision que dans un 
plasma de gaz 


E, — E, (11.9) 


comme nous l’avons adopté dans ce qui précède et comme nous le 
supposerons dans ce qui suit. Remarquons, pourtant, que dans son 
âpplication au domaine du plasma de l'état solide (métallique) 
ainsi que pour évaluer les effets non linéaires, la question du champ 
actif mérite une analyse plus poussée. Pour ce qui est de cette der- 
nière remarque, soulignons que nous nous bornons partout ici à l’ap- 
proximation linéaire, c.-à-d. à l’électrodynamique linéaire du plas- 
ma. Dans des champs forts (et il faut une analyse spéciale pour défi- 
nir quand un champ peut être considéré comme fort *), les choses 
se compliquent sensiblement et c’est là un domaine qui n’a cessé 
de faire l’objet de nombreuses études (cf. [140, 141, 143, 145, 146)). 

Peut-être, il ne serait non plus superflu d'expliquer pourquoi 
ci-dessus l’une des équations du champ est mise sous la forme (11.1) 
et non sous la forme div D = div eE = 4np.,t (cf., par exemple, 
(10.1)). C'est que tout simplément on considère qu’il n’y a pas de 


*) Par exemple, sans collisions, l’approximation linéaire d'un plasma con- 
vient en général tant que la vitesse du mouvement ordonné des électrons est 
faible devant la vitesse de l'agitation thermique, c.-à-d. r — eEo/mo & v — 
_ V xTim. 
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charges extérieures et on utilise l'équation div D = div E + 
+ 4n div P = 0. Ensuite, on adopte comme source de polarisation 
seulement les électrons et ions concernés: il en résulte que div P = 
= e (N — N;). Autrement dit, le fait que la permittivité diffère de 
l'unité est déterminé par les électrons et les ions ; donc si nous avions 
mis l'équation sous la forme div eE = 4äne (N — N;) qui peut 
à première vue sembler naturelle nous aurions deux fois tenu compte 
du même effet. 

Puisque le domaine d'application des formules élémentaires 
(11.6)-(11.8) est très large, donnons ici certaines expressions de la 
fréquence efficace des collisions verr (cf. [64]). Le calcul exact des 
collisions des électrons sur les molécules est en général impossible ; 
on recourt donc largement aux données fournies par les expériences. 
Mais si une molécule est considérée comme une petite bille solide 
de rayon a, alors 


Veft, m = = nauNn—=8,38-10raeVTNn wD vér, (11.10) 


Vert, m = TN D & Vérr, (11.11) 


où v — V 8xT/nm est la vitesse arithmétique moyenne des électrons 
pour le cas de la distribution équilibrée des vitesses à la tempéra- 
ture T. La différence entre les expressions (11.10) et (11.11) est 
négligeable (4/3 = 1,33; 3x/8 = 1,18), surtout si l’on songe qu'il 
s'agit du modèle «4 limite » de billes solides. Pour autant, cet exem- 
ple montre déjà clairement que les formules de la théorie élémen- 
taire sont approximatives et que le nombre efficace de collisions 
est en fait fonction de la fréquence. 
Pour les collisions des électrons sur les ions (avec VN = W;) 
ei XT 


Vert il UN In (0,377) = 


9.5 T 9 ° 
=-s2 In (220 HE) : D" D Vert (11.12) 

1.6N T 2 2 
Vert. i — re In (324 PATE | r V1, DK vérr. (11.13) 


L'expression (11.13) vaut environ un tiers de (11.12) mais une 
différence aussi grande est, dans une certaine mesure, illusoire. 
Sous la condition &©° © v#r les collisions interélectroniques ne 
jouent aucun rôle et l'expression (11.12) reste en vigueur. Pour ce 
qui est du cas ©? < vér, les collisions interélectroniques intervien- 
nent dans Ver, ; et pour en tenir compte il faut multiplier (11.13) 
par 1,73. Il en résulte que si l’on tient compte des collisions inter- 
électroniques, la fréquence efficace des collisions des électrons sur 
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les ions dans le cas haute fréquence vaut à peu près le double du 
nombre de collisions dans le cas basse fréquence. 

Si les expressions exactes (11.12) et (11.13) s’obtiennent seule- 
ment par calcul détaillé, leur structure s'établit sans peine à partir 
des considérations bien simples. La collision d’un électron sur un 
ion modifie sensiblement la direction de la vitesse de l’électron, si 
cet électron passe à la distance d'impact p — e*/xT du ion, lorsque 
l'énergie coulombienne e?/p — xT, c.-à-d. lorsqu'elle est de l’ordre 
de l'énergie cinétique de l’électron. On en tire la section correspon- 
dante des collisions « proches» q — np° = ne“/(xT)°. Pourtant, la 
fréquence des collisions verr.: est définie non seulement par des 
collisions proches mais aussi par des collisions « lointaines » dont 
l'estimation conduit précisément à l'apparition dans (11.12), (11.13) 
du facteur logarithmique noté ordinairement L. Ce facteur est typi- 
que de la physique du plasma; il est défini par le fait que le champ 
coulombien décroît lentement (comme 1/r) avec la distance seule- 
ment jusqu'à longueur de Debye de l'effet d'écran qui vaut 


à T (°K 
ro=V 5 =49V — CMe (11.14) 


Plus précisément, la’ répulsion des électrons et l'attraction d’au- 
tres ions fait que l’ion donné, de charge e, produit dans le plasma 
un champ de potentiel (e/r) exp (—r/r;) qui ne coïncide avec le 
champ coulombien e/r que dans le domaine r < r;. Avec r © rp 
le champ n'existe pratiquement pas et dans les collisions entre un 
électron et un ion dans le plasma c’est précisément la longueur 
d'ordre r, qui joue le rôle de paramètre d'impact maximal Pmax- 
Le logarithme coulombien se met généralement sous la forme 


Lite) (nr) 


In (2207 ), (11.15) 


OÙ On à POSé Pmax — rp et Pmin = 2€/%/,XT ; l'effet d'écran et 
l'expression (11.14) sont étudiés plus loin (pour une autre méthode 
cf., par exemple $ 4 de [64)). 

Outre les réserves déjà faites et qui déterminent le domaine d'’ap- 
plication des formules obtenues, il faut également indiquer les 
limites imposées à l’utilisation de la théorie classique. En l’absence 
de collisions, la limite quantique de l’étude de l'interaction entre 
le rayonnement et les électrons libres est définie par la condition 


ho <& mc° = 0,51-108 eV. (11.16) 
Si cette prescription est observée, quels que soient les angles, 


la diffusion des ondes électromagnétiques sur les électrons libres 
peut être décrite par le mode classique. Ensuite, l'indice de réfrac- 


Ke À 


Ph, 
Lan. "4 
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tion n = Ve = Ve’ (admettons que w? $ vèrr) est déterminé en 
fait par la diffusion des ondes sur les particules du milieu, d'où 
résulte finalement la validité de l'expression (11.14). On peut s’en 
convaincre également par d’autres moyens. Si l’on tient compte des 
collisions et calcule l’absorption (c.-à-d. la conductivité o = we”/4x), 
il faut également avoir en vue la condition 


fio & xT = 1,38-10717 (°K). (11.17) 


Cette condition traduit la petitesse de l'énergie des photons 
devant l'énergie cinétique des électrons (pour plus de détails sur 
cette condition cf., par exemple, $ 3 de (64]). Puisqu'il s’agit du 
plasma non relativiste tel que 


xT & mc, (11.18) 


l'inégalité (11.17) est bien plus serrée que la condition (11.16) mais, 
comme nous l’avons dit, la prescription (11.17) ne joue aucun rôle 
dans le calcul de la quantité &e’ (pour &° © vérr). 

Une application inconditionnelle de la théorie classique impose 
également que le gaz électronique reste non dégénéré ; ceci est équi- 
valent à la prescription 


TS To-h2 N°3 /mx. (11.19) 


Voici le sens de la température de dégénérescence T,; à cette 
température, l'énergie xT, est de l’ordre de l'énergie nulle 


he ne. 
un = N°73 


pre à la localisation de l’électron dans un volume d’ordre r° — 
= AN. 

Dans la plupart des cas (bien qu'il ne soit] pas toujours ainsi, 
loin de là) les conditions (11.16)-(11.19) sont remplies; il s’avère 
alors que les contraintes associées à la non-estimation de la disper- 
sion spatiale sont beaucoup plus importantes. D’après le sens même 
de la dispersion spatiale (cf. chapitre 10) celle-ci n’est négligeable 
que dans le cas où le champ (disons, le champ d’onde de fréquence w 
et de longueur d'onde À = 2x/k) varie peu sur la distance respon- 
sable de la production de la « réponse » du milieu, par exemple, 
à la polarisation P due à l’action du champ E. Si on tient compte 
de l'agitation thermique, l’électron passe dans le plasma en une 
période + — 2x/w la distance £ = tv VxT/mr. Ce qui vient 
d'être dit rend clair que la dispersion spatiale peut être négligée 
sous la condition £ € À, c.-à-d. 


> we À. (11.20) 
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Pour une onde qui se propage dans un milieu 
E = exp i (kz — wt) — exp io (z/vyn — t), 
et il est évident que la vitesse de phase de l’onde est égale à 
Vph = &/k. (11.21) 


Ceci ainsi que (11.20) rend clair que la dispersion spatiale des 
ondes qui se propagent librement dans un plasma peut être négligée 
Si 


Vpn D v — VxT/m. (11.22) 


La négligence de la dispersion spatiale a été traduite par le fait 
que le champ de (11.3), au lieu d’être mis sous la forme 


E = E, exp li (kr, (t) — wt)], 


s'est écrit E = E, exp (—iwt). 

Puisque négliger la dispersion spatiale équivaut à négliger 
l'agitation thermique des particules du plasma, on évoque l’appro- 
ximation du plasma « froid». Autrement dit, le plasma envisagé 
sans l'agitation thermique s'appelle plasma froid. 

En anticipant quelque peu, remarquons que pour les ondes du 
Champ transversal d'un plasma non relativiste la prescription (11.22) 
est toujours satisfaite. Dans le cas du champ longitudinal, au con- 
traire, cette prescription est facilement compromise. Le meilleur 
moyen d'établir exactement et sûrement les conditions qui permet- 
tent d'ignorer la dispersion spatiale, consiste assurément à effectuer 
l'analyse de la situation qui se présente, à partir des expressions 
générales qui ont servi pour évaluer cette dispersion. Nous envisa- 
gerons ici seulement la méthode la plus usitée et la plus générale, 
celle de l'équation cinétique, qui permet d'évaluer la dispersion 
fréquentielle et spatiale. 

Décrivons l’état d’un plasma par la fonction de distribution 
f(t,r, v) telle que le nombre moyen de particules dW dans le volume 
dr dv = dx dy dz dv, dv, dv, soit dN = ft, r, v) dr dv, où r est le 
rayon vecteur et v, la vitesse des particules. Alors, par définition 
{c'est la condition de normalisation) 


+ 
[ fr, v)dv=N, (11.23) 


oO 


où V est la concentration des particules (pour simplifier là et plus 
loin il s’agit des électrons, c.-à-d. f = f. et N = N,; dans le cas 
des ions ou des molécules l'indice e doit être remplacé par i ou m 
respectivement). 
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L'équation cinétique qui détermine la fonction f est de la forme 
) 1 
Levvf+ + (E+<+1vH]) vf+ÿ=0, (11.24) 


où eet m sont la charge et la masse des particules concernées ; E et 
H, les intensités des champs électrique et magnétique appliqués 
aux particules (pratiquement, on peut admettre que ce sont des 
champs macroscopiques moyens) et 


0f .« , 0f . 4] 


of + of - of 
Vie 12e 

(bien entendu, les coordonnées retenues peuvent aussi bien être 
autres que cartésiennes qui ne servent qu'à des buts de concrétisa- 
tion); la quantité # de (11.24) est ce qu’on appelle intégrale des 
collisions (des chocs) qui rend compte de la variation de la fonction f 
sous l'effet des collisions dans le domaine dr dv des particules de la 
sorte, donnée (par exemple, des électrons) avec les particules d'autres 
sortes, ainsi qu'avec les autres particules du même type se trouvant 
dans les autres domaines de l’espace de phase). On peut inclure 
également dans # les termes qui définissent la variation de la fonc- 
tion f sous l'effet d'ionisation, de recombinaison, etc. 

En l'absence des champs à l'état d'équilibre, les fonctions de 
distribution des électrons et des ions sont des fonctions maxwellien- 
nes (on peut en dire autant des molécules, mais nous ne les envisa- 
geons pas ici) 


lite N (7) exp (2). | 


fi = fi, 00 ©) = Ni 5)" exp(—5r)- | 


2714T 


(11.25) 


Nous admettons que les températures des électrons et des ions 
sont les mêmes. A l’état d’équilibre total il en sera assurément 
ainsi *). Il faut pourtant avoir en vue que, dans le plasma, l'échange 


*) A l’état d'équilibre total, non seulement les particules doivent avoir 
la même température T, mais encore le rayonnement électromagnétique doit 
être de nature thermique (rayonnement du corps noir) et avoir la même tempe- 
rature 7. Toutefois, dans les cas courants, cetto dernière prescription n'est 
pas respectée : pourtant souvent ceci ne joue aucun rôle, vu la faiblesse relative 
de l'interaction entre les particules et le rayonnement. Mais, bien entendu, dans 
chaque cas concret, il faut voir s'il est possible de négliger l'influence du rayon- 
nement sur la fonction de distribution des particules. A titre d'exemple d’une 
situation où la fonction de distribution ne sera pas celle d’un état d'équilibre 
dans les conditions où le rayonnement n’est non plus à l’état d'équilibre, don- 
nons le gaz des électrons relativistes placé dans un champ magnétique fort (par 
exemple au voisinage des poor) Alors, les grandes pertes par rayonnement 
de freinage magnétique font que la fonction de distribution des électrons doit 
être en général fortement anisotrope (cf., par exemple, chapitre 4 et [129b]). 
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d’impulsion (relaxation suivant l'impulsion) est bien plus rapide 
que l'échange d'énergie (il en est ainsi du fait de la petitesse du 
paramètre m/M < 107%; pour les détails, cf. [64]). C'est pourquoi 
parfois on peut examiner le plasma non isothermique à distribution 
maxwellienne (11.25), mais de températures électronique 7, et 
ionique 7; respectivement (il arrive même que 7, ÿ T;). 

Si nous nous intéressons aux problèmes de la théorie linéaire 
(en particulier, à l’électrodynamique linéaire), nous pouvons admet- 
tre que le champ électrique E est faible *), et conformément à ce 
fait envisager la variation de la fonction de distribution comme une 
perturbation. Autrement dit, nous chercherons la fonction de dis- 
tribution sous la forme 


f = foo (v) + f'(tsr, v), If | € foor (11.26) 


où pour Calculer le tenseur e;; (w, k) dans le plasma à l’état d’équi- 
libre, nous choisirons comme fonction non perturbée f,, la distri- 
bution maxwellienne (11.25); ci-dessous nous allons nous borner 
à ce cas. 

Alors, en l'absence du champ magnétique extérieur H, on obtient 
en première approximation 


LL + Vif" + EVifoo+ # = 0. (11.27) 


La forme de l'intégrale des collisions # en général et dans le 
plasma en particulier a fait l’objet d’une analyse détaillée (cf. [139] 
et sa bibliographie). Ici nous allons nous borner au cas le plus simple 
lorsque dans l'équation de la fonction de distribution des électrons, 
on peut poser Ÿ# = {vh (v) + v; (v)} f’, où v,, traduit la contribu- 
tion des collisions des électrons sur les molécules, et v, de leurs col- 
lisions sur les ions (une interprétation bien simple de cette expres- 
sion pour Ÿ est donnée au $ 4 de (64). En examinant ensuite le 
champ E = E, exp li (kr — wt)] et la fonction f’ = f4,2 (v) X 
x exp li (kr — wt)], on obtient de (11.27) 


— i(w—kv) f+<(Ev) LC vs ()f 20, (11.28) 


; : 0 s 
qui rend compte du fait que V:fo0 = lee & _ — 7 foo — et où on 
a posé v = Vm + vi. On en tire 

DR CR (Ev) 1 dfoo __ ; € ___(Ev) fo 
Ve ln (o—kv+iv(v)) v dc LT (@— kv + iv (v)) * (11.29) 


*) Dans un champ constant homogène H,, la fonction de distribution 
à l’état d'équilibre reste maxwellienne, bien que la trajectoire des particules 
isolées dans un champ et sans champ soient différentes (cf. également plus loin). 
Par ailleurs, le terme de (11.24) contenant le champ magnétique compte le fac- 
teur v/c. C'est pourquoi les contraintes imposées au champ magnétique diffè- 
rent de celles imposées au champ électrique. 
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Ensuite, par définition, pour la densité de courant ou, plus précisé- 
ment, pour la composante de Fourier correspondante, on a 


jo, k) = — (ei; (0, k)— 65) Ej(w, k) —e | Difo, x (v) dv. (11.30) 
En portant (11.29) dans fs on obtient 


il 


1 9f à. 
eu Go bte | me ed (1.31) 


Mais en tenant compte tant des électrons (charge e = e,, masse 
m —= m) que des ions de différentes sortes (charges e., masses m,, 
& = 2, ..., l), on trouve 
l 


à 
&;; (©, k) = 815 + 4% 2% (+ Je qv. (11.32) 


o—kv+ive (v) v 


(11.28)-(11.32) _" tout de suite évident que négliger la 
dispersion spatiale, c.-à-d. la dépendance par rapport à k équivaut 
à négliger le terme kv par rapport à w + iv (v). Par là même, si on 
ne tient pas compte de collisions, comme il fallait s'attendre, on 
aboutit à la condition (11.20). 

Pour établir la correspondance avec la théorie élémentaire négli- 
geons dans le dénominateur de (11.31) les termes —kv + iv (v) par 
rapport à w. Alors, on obtient immédiatement le résultat (11.4) 


ei = Eds, & = 1 — 4re N/mw*®, 
puisque 


Î DD Î 00 dv = ô;;N. 


Mais si on néglige le terme kv tout en tenant compte du terme 
iv (v), on obtient les expressions de la théorie élémentaire données 
précédemment avec les valeurs correspondantes de la fréquence 
efficace de collisions ver (pour les calculs détaillés, cf. $ 6 de [641]). 
Admettons’maintenant que les collisions ne soient pas essentielles, 
mais tenons compte de la dispersion spatiale. Une question se pose 
alors, il est vrai, à savoir, comment calculer les intégrales de (11.31) 
et (11.32) au voisinage du pôle 


© = kv. (11.33) 


Le plus simple est de lever cette difficulté en admettant au début 
que la fréquence de collisions v tout en étant petite n’est pourtant 
pas nulle. Le pôle, dans le plan de la variable complexe u = kv/k 
se déplace alors en un point u, = (© + iv)/k au-dessus du contour 
d'intégration (ce qui importe ici c’est que v > 0), c.-à-d. au-dessus 
de l’axe des réels u (l'intégration sur dv dans (11.31) et (11.32) se 
ramène à l'intégration sur du et sur les projections de la vitesse 


254 CHAPITRE 11 


perpendiculaires au vecteur k). Il s'ensuit que l'intégration peut 
se faire en utilisant la relation 


Jim = À ind (>), (11.34) 


où # signifie que l'intégrale sur le domaine dans le voisinage de la 
singularité z = 0 est prise dans le sens de la valeur principale. 
En appliquant cet artifice, on déduit de (11.31) pour v —0 


e1, (©, k) — 
= Ô;;+ Te | vu, 20 {—<—- in Ô (o—kv) À dv. (11.35) 


Il en résulte que l’absorption existe également même en l'absence 
de collisions (la partie imaginaire de &;; est différente de zéro); de 
plus. la responsabilité de cette absorption incombe seulement aux 
particules dont la vitesse vérifie la condition (11.33). Mais la condi- 
tion (11.33) n’est rien d'autre que la condition du rayonnement 
Tchérenkov (cf. (6.55)). Par là même, la raison physique de l’absorp- 
tion, même en l’absence de collisions, devient tout de suite évidente 
(à première vue, ce résultat peut sembler paradoxal, par exemple, 
à la lumière de la théorie élémentaire exposée dans ce qui précède). 
En effet. sous la condition (11.33) une particule (un électron, par 
exemple) émet des ondes Tchérenkov (pour ces ondes w/k = v,n = 
— v cos 6, où 8 est l’angle entre k et v). Mais tout processus de rayon- 
nement peut être inversé; par conséquent, sous la même condition 
imposée à w et k l'onde doit provoquer l'effet inverse, celui de l’ab- 
sorption Tchérenkov associée au transfert, de l'onde à la particule, 
de l'énergie et de l'impulsion correspondantes. Ce qui vient d'être 
dit n’est, certes, qu'une répétition de l'interprétation de l’amortis- 
sement sans collisions, dans un plasma isotrope, que nous avons 
étudiée au chapitre 7. L'’absorption sans collisions des ondes de 
plasma s'appelle souvent amortissement Landau, puisque [93] l’a 
mise en évidence en résolvant le problème cinétique aux conditions 
initiales. Outre l’« interprétation Tchérenkov », l'absorption sans 
collisions se prête également à une autre interprétation bien simple 
surtout avec cos 6 = 1, lorsque &@/k = v,n = v; l’onde et la parti- 
cule se déplacent alors dans le même sens. et la phase de l’onde 
« sur la particule » est invariable; il s'ensuit que la particule est 
sans cesse accélérée et donc reçoit de l'énergie fournie par l'onde. 

Dans un milieu isotrope (et non gyrotrope), l'expression générale 
de &;;(w, k) peut se mettre sous la forme 
kik kik 
ei, (o, k)= (615 — —) er (o, )+— er (o, À). (11.36) 


En effet, dans ce cas, nous disposons seulement de deux tenseurs 
ô;; et kik;, alors que le groupement des termes est défini par la pres- 
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cription imposant que ce ne soit que le tenseur &e, (w, À) qui « tra- 
vaille » le long du champ longitudinal. Pour un champ longitudinal 
le vecteur E est dirigé, par définition, le long du vecteur d'onde k, 
c.-à-d. E; = Ey = Ek/k. Dans le cas (11.36), pour un tel champ 


D (w, k) = €, (w, h) E+. (11.37) 


Par contre, pour le champ transversal E;, = E, vérifiant la 
condition (kE;,) = 0, 


D (w, k) —= £tr (w, k) E;.: (11.38) 


Les conditions générales (cf. chapitre 10) aussi bien que les 
expressions de &,; rendent clair que 


Etr (©, 0) = e1 (w, 0) = e (o), (11.39) 


où € (w) est la permittivité du milieu isotrope, lorsqu'on ne tient 
pas compte de la dispersion spatiale (cf., par exemple (11.4) ou 
(11.6)). Les expressions générales de e;, et e, du plasma se basant sur 
(11.31) et (11.32) sont données, par exemple, dans la monographie 
[139]. Ici nous n’indiquerons que quelques formules relatives aux 
cas limites importants (on admet que le plasma est fortement ioni- 


Pour les fréquences « élevées », lorsque 


OD kvr.e,is © D Vett (11.40) 
on a *) 
Er = 1— Je [1 —à PT ÉT RE exp (—) le (11.41) 
ue te [ii +3 _ » 
—iV Tr ir exp (=) ]. (11.42) 


Les facteurs exponentiels ont apparu ici par suite de l’utilisation 
de la fonction de distribution maxwellienne (11.25); ceci rend déjà 
clair que pour un plasma en état de déséquilibre, les parties corres- 
pondantes des grandeurs &,, et e, peuvent différer radicalement des 
expressions (11.41) et (11.42). 


*) Nous avons utilisé ici les notations vr = vr = VxT/m et 2 
e 


= V'xTIM, où M est la masse des ions (admettons qu'il n'y a que des ions 
d'une seule sorte). Si T, # T4, il faut écrire vre = V XTa/Mars & = e, i, etc. 
Nous négligeons les termes d’ordre m/M et c'est pourquoi, par exemple dans 
(11.41) et (11.42), l'apport des ions ne figure pas explicitement (dans l’expres- 
sion de Vesr, il faut, certes, tenir compte des collisions avec les ions). 
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Comme il se doit, pour # —0 ces expressions coïncident (sous 
la condition © © ver) avec (11.6). Soit, maintenant 


kvre D (@, ve), kvri D (wo, w), (11.45) 


où v, est la fréquence des collisions des électrons et v;,, celle des 
collisions des ions (il faut tenir compte de toutes les collisions de la 
particule donnée avec les autres particules; l'écriture kvr; © 
S (wo, vi) signifie que kvr: > o et Avr; > vi, etc.). AIOrS: 


Etr — sl + i VYPR 


tt Fe és 


(11.44) 


Ici 
= Me, qe, i (11.45) 
[e 2 
et pour T7, = Ti; =T, r) est la longueur de Debye (11.14); dans 
le cas plus général 


XTa _ 
_— AS re | (41.46) 
Pour T, = T; (plasma isothermique) et N,=N,.=N, 
1 1 1 2/ XT 
FE TE Tp = BteN : (11.47) 


Examinons une charge « extérieure » au repos de densité Pext = 
—= eù (r) apportée dans le plasma. Le potentiel o du champ de la 
charge est défini par les équations 


div D — 4neô(r), EE, — Ré 11.48 
D(w, k)=e,;(w, k)E(o, k), 0) 
d'où, dans le cas (11.41), on tire les relations 
re 1 : 
p (0, k) — =D p(r) = sur) @(0, k) exp (ikr) dk — 
= C0), e(0, k=i+ . (11.49) 


Dans un plasma, chaque ion et électron peuvent être considérés, 
dans certaines limites, comme extérieur par rapport aux autres parti- 
cules; par conséquent, la formule (11.49) traduit également le fait 
que, dans un plasma, le champ coulombien de chaque particule 
subit l'effet d'écran de la part des autres particules. Nous avons 
déjà dit que cet effet présente de l'intérêt pour l'étude des colli- 
sions. C’est pourquoi la question de l'effet d'écran subi par les 
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particules de la part des autres particules se ramène à la recherche 
de l’expression de l'intégrale des collisions # et à la résolution de 
l'équation cinétique (cf. 1139, 146)). 

L'exemple du cas limite (11.43) ou, grosso modo, de la limite 
statique © —-0 montre avec une clarté particulière le rôle de la 
dispersion spatiale dans le plasma. Si nous utilisons dans ce cas 
la formule de la théorie élémentaire e = 1 — wÿ/w?, nous abouti- 
rons simplement au résultat e —>—oo, E, —+0, alors qu’en réalité 
le champ pénètre dans le plasma à la distance de l’ordre de r;. 

Une autre particularité tout aussi importante du plasma en 
tant que milieu de dispersion spatiale, est l'apparition des ondes 
longitudinales que nous allons étudier avec d’autres ondes normales 
susceptibles de se propager dans un plasma isotrope. 

L'équation de dispersion générale qui détermine la relation 
entre ow et k dans les ondes se propageant dans un milieu (en l'absence 
de charges et de courants extérieurs) est de la forme 


@? » 
x Ëtj (w, k)— k26,;+kik, = (0, (10.24) 
Dans un milieu isotrope, lorsque e;; est déterminé par l’expres- 


sion (11.36), l'équation de dispersion se décompose en équation des 
ondes logitudinales (pour w = 0) 


e, (©, k) = 0 (11.50) 
et équation des ondes transversales 
Be = En (0) = €, (0, k). (11.51) 


Ici ñ (©) = ñyr (w) est l'indice complexe de réfraction des ondes 
transversales. La dégénérescence fait que dans un milieu isotrope 
à deux états indépendants éventuels de polarisation des ondes trans- 
versales correspond la même valeur de #4, (w); par ailleurs, l’équa- 
tion (11.51) peut posséder en principe plusieurs racines #%:,. ; (w). 
Il faut retenir pourtant que la relation entre k et #% est simplement 
une définition de la grandeur x 


k (w) = À (w) =*— (n + ix),| 
dont le sens est rendu clair par l’expression du champ de l’onde plane 
E— E, exp {i (kz— ot) } = E, exp {io (=:—:)} = 
oO e n 
— E,exp { —— X2 + io (=:—1) } | 


où la direction de la propagation de l’onde est choisie comme axe 
des z. 


117—0406 
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En résolvant l'équation (11.50) par rapport à k, nous pouvons 
écrire également cette relation sous la forme k (wo) — À 1: (@), où 


ñ1 (w) est l’indice de réfraction de l’onde longitudinale ou des ondes 
longitudinales, puisque pour une fréquence donnée « l'équation 
(11.50) admet en principe plusieurs racines. 

Pour aboutir aux résultants (11.50) et (11.51) le plus simple se- 
rait non de partir directement de l'équation (10.24) ou (10.27), 
mais de l'équation d’onde de départ (10.22), (10.23). Alors on obtient 
tout de suite pour le champ longitudinal E, = Ek/k l'équation 
(avec o = 0) 

D = e; (©, k) E; = 0, (11.52) 


d’où l’on déduit immédiatement la condition (11.50), car autrement 
il n’existerait pas de solutions non triviales de E,. D'une façon 
analogue, pour le champ transversal 


Sp, (w, k) Et = KE4r (11.53) 


ce qui amène la condition (11.51). 
Si on néglige la dispersion spatiale, l'expression (11.51) acquiert 
la forme bien connue (cf. (11.39)) 


= re (wo) = (n2— #2 + Din x) = + € (w), (11.54) 


de plus, il n’y a qu’une seule racine multiple à (w) = ñ;, (w) = 
= A, (©); comme nous l'avons déjà dit, la multiplicité de la 
racine est liée à la dégénérescence de la polarisation dans un milieu 
isotrope (nous ne distinguons pas ici les racines Æ+ñ,., qui corres- 
pondent aux sens différents de la propagation des ondes). 

En vertu de (11.54) et (11.2), 


Ee —n?—%#x?, 4no/w— 2nx, 

n = V 1/2 + V (1/22 + (2r0/w)?, (11.55) 

x=V —1 12e" + V (1/2e°)2 + (2no/w}?, 
où l’on admet que la racine interne est toujours positive (par exem- 
ple, nou o — 0 et e’ << 0, cette racine est égale à 1/2 | e° | — 
—= —41/2e). 

Pour les ondes transversales se propageant dans un plasma, on 
prend comme & (w) de (11.54) l'expression (11.6), d’où, dans les cas 
limites, on déduit des formules bien simples. 

Ainsi pour 

| e’ | > 4ro/w, (11.56) 


On a: 
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si &’ > 0, alors 


n& Ve’ 1 FT Ù 
2n0 OPVeff | (11.57) 
*FoE)— 20 (w°+ vert) Ve’? | 
of — 4ne2N/m, J 
si e 0, alors 
n 259 — @SVett 
OV —e  Lo(wt+ ver) V —€" ? (11.58) 
x = V —e" = V'of/(0?+ Ver) — 1; 
mais Si 
|[e”| < 4ro/w, (11.59) 
alors 
nSxet mes) — var. (11.60) 
& 20 (a? + vett) 


D'après (11.57), l’indice de réfraction nr << 1 pour une faible 
fréquence des collisions, lorsque w? © vér, ce cas a lieu pratique- 
ment sous la condition 

4ne°N 


m — 


5,64.10V N. (11.61) 


Si n << 1, alors v,yx = c/n > c et le rayonnement Tchérenkov, 
et donc l'absorption des particules isolées, deviennent impossibles. 
Il est donc clair que pour les ondes transversales l’amortissement 
dans son ensemble n’est lié qu’aux collisions (on a en vue les ondes 
qui pour Ver —>0 se propagent sans s'amortir dans le milieu; cf. 
condition (11.61) et la note qui suit). Le résultat (11.41) ne contre- 
dit pas ce qui vient d'être dit, puisqu'il s'obtient par approximation 
non relativiste en utilisant la distribution maxwellienne des vites- 
ses. Cette distribution comporte formellement des particules animées 
également des vitesses v => c, ce qui entraîne un faible évanouisse- 
ment exponentiel des ondes transversales dans (11.41). Le calcul 
relativiste conduit, certes, à l’absence totale d'amortissement des 
ondes transversales dans le plasma sans l'intervention des collisions. 
Il reste que la formule (11.41) a été écrite tout entière, l'expression 
de &e,, convenant non seulement pour l'étude des ondes normales 
(insistons encore une fois sur ce fait important; cf. chapitre 10). 


Par ailleurs, pour les ondes transversales, le facteur exp ( _— . e | — 
2e. 


17 
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= EXP ( ——— ) est si petit que, pratiquement, l’amortissement 
2r*(@)vr 
correspondant est nul. 

Ainsi, dans un plasma isotrope la dispersion spatiale ne joue 
aucun rôle pour les ondes transversales et on peut appliquer les 
formules (11.57) largement utilisées en radioastronomie et dans la 
théorie de la propagation des ondes radio dans l’ionosphère. 

Même lorsque l'absorption vraie est faible, c.-à-d. sous la con- 
dition (11.56), dans un plasma, le champ peut être fortement atte- 
nué, ce qui a lieu avec &’ << 0. Ainsi, par exemple, pour vers —>0 
(cf. (11.58)) | 


n=0, x=V —e =Vo/w—1, 
E = Es exp (—<VTe 2) | 


où Æ, est le champ'avec z = 0 (à la frontière intérieure du plasma); 
de plus, le voisinage de la frontière n’est pas envisagé ici en détail. 
Il est évident que le cas (11.62) est facile à réaliser et la fréquence 
qui lui correspond est w© << w,. Dans ce cas il s’agit physiquement 
de la réflexion intérieure totale de l’onde par la couche de plasma 
(pour plus de détails, cf. [64]). En général, il faut retenir tant pour 
le plasma que pour les milieux d’un type plus général, que l’absorp- 
tion des ondes (la transformation de l'énergie des ondes en chaleur 
ou en mouvement ordonné des particules) et leur amortissement, 
sont: des choses différentes. On peut exprimer la même chose en 
d’autres termes en remarqüuant que, pour les ondes données, les 
milieux non absorbant peuvent être aussi bien transparents (plasma 
sans collisions pour les ondes transversales avec © >> w,) qu’opaques 
(le même plasma avec © << w»). 

Il arrive souvent que la loi de dispersion des ondes normales 
c.-à-d. la relation dans ces ondes entre k et w, s'exprime directement 
et non pas en %. Pour les ondes transversales dans un plasma sans 
collisions 


(11.62) 


w 2 y 
= — no = © TE 
ou 
@? = @2 + c2k2. 11.63) 


La relation « (k) se visualise sans peine par un graphique; 
pour le cas (11.63) ce graphique a la forme de la figure 11.1. 
Bien entendu, pour &? ÿ ©; l'influence du milieu (du plasma) est 
sans importance et, tout comme dans le vide, © = ck. 

Passons aux ondes longitudinales. À une époque relativement 
récente on n'envisageait pas une propagation éventuelle des ondes 
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longitudinales (plus précisément, des ondes électrostatiques) dans 
le milieu. Pour qu’il en soit ainsi il y avait probablement deux 
raisons. Premièrement la négligence usuelle de la dispersion spatiale 
faisait que la condition de l’existence des ondes longitudinales dans 
un milieu isotrope était de la forme 

(cf. (11.50) et (11.39)) oi ck 


e (w) = 0. (11.64) 


Cette équation détermine les fréquen- 


% Q Lé OU 
ces discrètes «w, indépendantes de k, : 
les ondes longitudinales ne se manifes- 
tant donc pas sous une forme explicite. 9 ; 


Deuxièmement, pratiquement dans tous 
les milieux sauf le plasma, les racines Fig. 11.1. Relation entre w 
w, de l'équation (11.64) sont comple- et x (spectre, dépendance de 
xes et leur partie imaginaire est assez dispersion) des ondes trans- 
grande, c.-à-d. les oscillations longi- vVersales dans un plasma 
tudinales correspondantes s'évanouis-  !S0trope sans collisions 
sent rapidement. C’est pourquoi il s’est 
avéré que l'étude des ondes longitudinales est liée au développe- 
ment de la physique de plasma de gaz, bien qu'actuellement on 
étudie aussi leur propagation dans les milieux condensés. 
Puisque dans le cas des ondes longitudinales pour établir la 
relation entre «w et k, il faut, même en première approximation, 
tenir compte de la dispersion spatiale, il est raisonnable de partir 
de l'équation de dispersion (11.50). Alors, dans le cas (11.40), c.-à-d. 
dans celui des ondes longitudinales haute fréquence *), on a en 
utilisant (11.42) et en posant © = ©” + ëy 


©'2= 0$ + Sur = (1 + 3kri.e); 


= Es PE. NS Ms = 
— 4 8 Prhe Exp ( Jr 3/2 1/2Vett 


(11.65) 


où l’on admet que l'amortissement est faible, c.-à-d. par hypothèse, 
Im o=7y<w = Re ©. (11.66) 


Pour simplifier, on omet dans ce qui suit le prime de w’ supprimant 
ainsi en fait la distinction entre w et &’. 
Constatons que la condition &° © (kvr)? (cf. (11.40)) signifie que 


Krb,= V/ 2e Ç1, Tp,e— VV r. (11.67) 


Par conséquent, (11.65) rend clair qu’en approximation nule- 
dans les conditions (11.67) ©° — w’ et l’amortissement sans colli- 


*) Ces ondes s'appellent également ondes Langmuir haute fréquence. 
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sions est exponentiellement faible. Ceci est dû au fait que, dans ce 
cas, la condition de l’absorption Tchérenkov (11.33) ne se réalise 
que dans la « queue » de la distribution maxwellienne des vitesses, 
où le nombre de particules est exponentiellement petit. Sous l’action 
de l’onde la répartition des particules change; dans le domaine de 
la « queue » la marche de cette redistribution est relativement facile. 
Il en résulte que l'allure de l'absorption sans collisions change et 
l’absorption peut disparaître tout à fait si l’onde fait changer con- 
venablement la fonction de distribution (l'absorption disparaît si 
la fonction de distribution f, cesse de dépendre de x qui est la pro- 
jection de la vitesse des particules v sur le vecteur d'onde k). L'in- 
fluence de l’onde sur la fonction de distribution et le changement 
de l'absorption de l’onde que cette action entraîne est évidemment 
un processus non linéaire. Nous n’allons pas nous attarder ici sur 
la théorie non linéaire de la propagation des ondes longitudinales 
(cf., par exemple, (64, 140] et leurs bibliographies). 
En termes d'indice de réfraction, les relations (11.65) peuvent 
se mettre sous la forme (adoptons vers = 0) 
2 
RP ae (tatin), ne EE 


 É ex (- +) 
6 2 navr P 2navTr 2/° 


Avec l’augmentation de #, c.-à-d. à mesure que les ondes devien- 
nent de plus en plus courtes, l’absorption sans collisions croît, et 
lorsque la condition (11.67) ou au moins la condition (11.66) est 
violée, les formules (11.65) et (11.68) deviennent inapplicables. 
On peut affirmer pourtant, que dans le domaine des hautes fréquen- 
ces (11.40) tout entier, il existe une branche des ondes longitudina- 
les de plasma dont le comportement lors d’une faible évanescence 
est déterminé par les formules (11.65). C’est la branche supérieure 
de la figure 11.2 où le pointillé indique le domaine de forte évanescen- 
ce des oscillations. La branche inférieure de la figure 11.2 correspond 
aux ondes longitudinales basse fréquence qui s’amortissent faible- 
ment en l'absence de collisions (condition (11.66)) seulement dans 
le cas d’un plasma non isothermique de 7}, © T; et dans la marge 
des longueurs d’onde k*r*p,; & 1 (cf. [139]). Par ailleurs, dans le 
domaine 1/r1,. & k < 1/rp,1 en approximation nulle & = ®,:, où 


pt = V 4neN,/M est la fréquence ionique de plasma (de Lang- 
muir). Dans le domaine des ondes encore plus longues, lorsque 


krp.e À, pour les ondes basse fréquence © & V'xT,/Mk, ce qui 
correspond au son isothermique dans le gaz de température 7,, mais 
aux particules de masse M. Si on ne tient pas compte des collisions, 
dans un plasma isothermique les ondes longitudinales sont toujours 


? 


(11.68) 
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fortement évanouissantes. Dans la gamme des ondes très longues 
{telles que la longueur du libre parcours moyen v/vers soit petite 
par rapport à la longueur d’onde, c.-à-d. kv < verr), les collisions 


et surtout un grand nombre de 
particules neutres (c.-à-d. l’ap- 
parition d’un plasma faiblement 
ionisé) modifient la situation. 
Dans ce cas, les ondes s’appa- 
rentent au son ordinaire qui peut 
s’amortir faiblement. 

Passons à l’étude du magné- 
toplasma et examinons en parti- 
culier un plasma homogène plon- 
gé dans un champ magnétique 
H, homogène et constant. 

Dans le cadre de la théorie 
élémentaire, l'influence du 
champ magnétique se ramène à 


O / 
/ 
? 
Ondes de hautes 
wpe fréquences r 
/ 
/ 


Ondes de basses fréquences 


Fig. 11.2. Relation entre w et k des 
ondes longitudinales dans un plasma 
isotrope sans collisions 
Schématisation. Le pointillé visualise le 
domaine des ondes fortement évanouissantes 


pour des ondes de basses uences, un do- 
maine des ondes faiblement évanouissantes 


l'introduction dans l'équation n'existe que pOur, un plasma non isotherme 
(11.5) de la force de Lorentz; e TÔT; 
donc, 


Mn + MVert®n = fEo exp (— iot) + < [rx Ho]. (11.69) 


En résolvant cette équation et l'équation analogue des ions on trouve 

e e N e e 

r, et ri), puis le courant j —e D (r, —r°). D'autre part, par 
n={ 


définition, j; — > (E:5 — Ôiy) Ej et la comparaison des deux 


expressions donne eu. 
] 


Les calculs correspondants sont réalisés en 
détail au $ 10 de [6 


et nous ne donnons que le résultat 


1 1 
ON RE SENTE A 
xx Pr / Pot vw + iOVerr ‘ D—00p + iuVert 


: &$ (+ Ever) 
© {(&—+ iverr) —wH} ? 
2 pen 
S. 41 — Op (11.70) 
<= © (© + Vert) ‘ 

Exy = RE 

© (© + &pr + Vert) (0 —wx + ivert) 
Exz = Ex = Eyz = E:y = LV. 


Ce qui importe ici c'est qu’on a retenu le système de référence 
cartésien droit en orientant l’axe des z suivant le champ H,. De 
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plus, on admet que la gyrofréquence w, des électrons (charge e << 0) 
est positive : 


H H ' 

op = LELPe = So 1,76 10H51, . 
1, 2%e_ 107-104 Le 
op Ho 


Enfin, (11.70) ne tient pas compte du rôle des ions. Si en l’absence 
de champ magnétique ceci est toujours possible lorsqu'on néglige 
les termes d'ordre V;,/M par rapport à V,/m, dans un magnétoplas- 
ma, ordinairement, le rôle des ions est négligeable seulement sous 
la condition 

o > Qy= le = 1,76.10 Host, (11.72) 
où Q},, est la gyrofréquence des ions. 

Parfois il arrive que l'inégalité (11.72) ne suffit pas et le rôle 
des ions peut être important même aux fréquences plus élevées. 
Par exemple, dans le cas de la propagation transverse par rapport 
au champ, lorsque les ondes se déplacent sous un angle & entre k 
et H, égal à 1/2x, l'influence des ions peut être négligée seulement 


sous la condition © à V'onQy = V MImQy d Qu. 

Les ondes qu’on peut explorer sans tenir compte de l’influence 
des ions s’appellent ondes haute fréquence. Nous dirons basse fré- 
quence pour les ondes et plus généralement pour les champs de 
fréquence 


© <Qyr (11.73) 


La cause qui fait que le champ magnétique modifie radicalement 
à basse fréquence (sous la condition (11.73)) la « réponse » du plasma 
au champ extérieur E = E, exp (—ioœt) est déjà rendue claire par 
les équations du mouvement. Dans la théorie élémentaire ces équa- 


« 


tions se ramènent à (11.69) et à l’équation 

Mr D + MG = _ eEv exp (—iot)—<={rSH], (11.74) 
où le terme proportionnel à v®} tient compte des collisions de l'ion 
donné avec toutes les autres particules (cf. également ci-dessous). 
Si pour simplifier on néglige les collisions, alors (11.69) et (11.74) 
rendent évident que sous la condition (11.73) la force de Lorentz 
devient terme principal. Mais dans l’expression de cette force ne 
figure pas la masse de la particule et en approximation correspon- 


dante les vitesses forcées des électrons r, et des ions ri) sont les 
mêmes, et donc la densité de courant j — eD (r, — nr) 0. Par 


n 
ailleurs, si on ne tient pas compte de l'apport des ions, le courant 


PERMITTIVITÉ ET PROPAGATION DES ONDES DANS LE PLASMA 265 


ne tend pas vers zéro avee © —>0 (cf. (11.70)). Pour faire une analyse 
plus détaillée du rôle des ions, il est commode de recourir surtout 
à l'expression de €;;. Par exemple, si on ignore les collisions, on 
peut écrire pour un mélange d'électrons et d'ions de masse HW 
11.75 
ne Lt ET PÉNe Jer: (11.75) 
On en tire le résultat approché pour le cas haute (11.72) et basse- 
fréquence (11.73) 


pour © > Qy 
uen ir, (41.76) 
pour H<Qy 
Be = ny MA . = 
1 RE = 1 + SRE, (41.77) 


où Pux = (MN + .. = NM est la densité du ds considéré ; 
bien entendu, la valeur de p4 est définie par les ions et leur contri- 
bution est déterminante. 

Il arrive très souvent que 


2 
LME 5 1. (11.78) 
Oo 
Dans ces conditions on peut écrire 
__ 4xpnrc® c2 Ho 
Exx _— £ + 9 UV TE 11.79 . 
WUUOHS va" À Virpn Er 


où vA est la vitesse magnétohydrodynamique ou la vitesse d’Alfvén 
qui est la vitesse des ondes dans un milieu de permittivité (11.79) 
lorsque ces ondes sont polarisées dans le plan xy c.-à-d. le champ 
électrique E des ondes est perpendiculaire au champ H, (ce qui se- 
déduit aisément ne serait-ce que des expressions générales données 
dans ce qui suit). 

Dans le cas du magnétoplasma, la gamme basse fréquence adhère, 
et dans des conditions définies coïncide avec le domaine de la magné- 
tohydrodynamique. Pour obtenir les équations magnétohydrodyna- 
miques on peut recourir à la marche qui, sans être très rigoureuse, 
est au fond suffisamment convaincante et qui consiste simplement 
à additionner les équations du mouvement (11.69), (11.74) des 
électrons et des ions. Il faut seulement ne pas perdre de vue que, par- 
exemple, en vertu de l’égalité de l’action et de la réaction, dans un 
plasma électrons-ions pur, le « frottement » moyen entre électrons 
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et ions est égal au « frottement » moyen entre ions et électrons (il 
s’agit au fond de la variation des impulsions moyennes des électrons 
et des ions; c'est pourquoi dans l’approximation envisagée, les 
chocs entre les électrons et les ions ne jouent aucun rôle). Pour cette 
raison, lorsqu'on additionne les équations du mouvement, la force 
de frottament disparaît, et on obtient après la multiplication par N 


N 
| Le ; : . 
OuV ne: (Ho), J=€ ÿ (ra — 179), (11.80) 
n=1 
où par v on peut entendre la vitesse du plasma dans « son intégrité », 
ou pratiquement, la vitesse des ions (en toute rigueur, on examine 


un régime tel que mr, & Mr); certaines généralisations de (11.80), 
suffisamment évidentes, conduisent à une équation magnétohydro- 
dynamique plus générale contenant le gradient de pression p 


d 1: 
Par == (iH]—VPp. (11.81) 


Il semble inopportun ici de traiter en détail la magnétohydrod- 
namique et nous ne voudrions qu'ébaucher les liens qui la rattachent 
au calcul du tenseur de permittivité dans un magnétoplasma (pour 
plus de détails cf. (27, 64, 139, 140, 146] et leurs bibliographies). 

En général, l’influence exercée par un champ magnétique sur 
‘un plasma est faible sous la condition 


o © or = 1,76: 107H,s”!. (11.82) 
Bien entendu, dans ce cas, la condition (11.72) et même la condi- 


tion plus serrée © > V’oxQ} sous laquelle le rôle des ions est peu 
important, sont remplies automatiquement. Dans le cas (11.82) on 
peut admettre en première approximation que le plasma est isotrope 
et que le tenseur (11.70) se ramène au tenseur e;; = e (w) ô:;, où 
&() est définie par la formule (11.6). 

Il faut pourtant retenir que même si l'inégalité (11.82) est res- 
pectée, le rôle du champ magnétique peut être important, surtout 
s’il s’agit de nouveaux effets inexistants pour H, = 0. A titre d’exem- 
ple indiquons la rotation du plan de polarisation lors de la propaga- 
tion des ondes électromagnétiques transversales dans le plasma le 
long du champ magnétique (effet Faraday; cf. chapitre 9 et ce qui 
suit). Puisque l’angle de rotation du vecteur de polarisation (c.-à-d. 
du vecteur électrique du champ de l’onde) dans le champ magnétique 
à direction donnée, croît avec la distance (effet intégral) la rotation 
peut être importante même dans un champ parfaitement négligéable 
d'autres points de vue. 

Quand il s’agit du magnétophasma, la théorie élémentaire est 
vraie seulement dans le cas d’un plasma froid, c.-à-d. lorsqu'on 
méglige l'agitation thermique des particules, en premier lieu celle 


PERMITTIVITÉ ET PROPAGATION DES ONDES DANS LE PLASMA 267 


des électrons. Pour un plasma sans collisions cela signifie qu’il 
faut vérifier les inégalités 


kzvr k,vr 
ler ç1, Ti, (11.83) 
où *. est la projection du vecteur d'onde k sur la direction du champ 
(axe des 2), et k,,la projection de k sur la direction perpendiculaire 


au champ H, (rappelons que vr = V xT/m). La première condition 
au fond a été déjà discutée (cf. (11.20) et (11.40)), puisque le champ 
H, ne modifie pas le mouvement de l’électron le long de ce champ. 
Quant à la projection de la trajectoire de l’'électron sur le plan 
perpendiculaire à H,, c'est une circonférence de rayon rx = v,/wy. 
L'agitation thermique fait que v, = vr et rx — vr/oy, Ce qui rend 
clair que la deuxième condition de (11.83) est de la forme 2xvr/h, or 
< 1 où À, = 2x/k,. Ainsi, l’application de la théorie élémentaire 
qui équivaut à ignorer la dispersion spatiale, est possible si l’on 
remplit deux conditions : la vitesse de phase des ondes v,n = œ/k, 
doit être sensiblement supérieure à la vitesse thermique v-r, et la 
longueur d’onde À, doit être grande devant le rayon de Larmor 
rx vr/@. Dans l'ionosphère terrestre T — 300-1000 °K : vr — 
107 cm:s"!t; on = 107 s-l; ry = 1 cmet pour la gamme des 
ondes courtes (@ = 10° s-1; À = 2rc/o = 20 m) le rapport ww = 
0,1 cm. Ceci rend suffisamment clair que dans la gamme des 
ondes radio, le rôle de la dispersion spatiale dans l’ionosphère est 
ordinairement peu important. Il est facile d'appliquer ces estimations 
à la couronne solaire, au milieu interstellaire, etc. Toutefois, une 
telle concrétisation ne nous semble pas raisonnable puisqu'il est 
impossible de prévoir toutes les éventualités, alors que dans le cas 
général, la propagation des ondes dans le magnétoplasma est assez 
compliquée. Il est plus utile de rappeler qu’en étudiant chaque pro- 
blème concret de la physique du plasma, les approximations ne peu- 
vent être appliquées qu'avec précaution, leur précision devant être 
évaluée compte tenu de l’agitation thermique et donc, de la disper- 
sion spatiale. 

L'expression du tenseur &;; (w&, k) d'un magnétoplasma rendant 
compte de l’agitation thermique, ou du plasma dit « chaud », peut 
se déduire de l’équation cinétique (11.24). En approximation linéaire, 
lorsqu'on utilise la théorie des perturbations (cf. (11.26), (11.27)) 
on est amené tout de suite à l'équation qui diffère de (11.27) seule- 
ment par le terme (e/m) [vH,] Y,f'. Cette équation tient compte du 
fait que pour la fonction de distribution isotrope non perturbée 
foo (v) le gradient Vyfoo = (0f00/dv) (v/v) et [vH,] Vrfoo = 0. A pro- 
pos, ceci rend clair aussi qu’en présence d’un champ magnétique 
la distribution maxwellienne des vitesses reste une distribution 
d'équilibre. À première vue, cette conclusion paraît suspecte, puis- 
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que dans un champ magnétique un électron se déplace suivant une 
trajectoire hélicoïdale, et sans le champ, suivant une droite. Il reste 
qu'il n’y a là aucune contradiction, puisque, dans les deux cas. la 
probabilité de trouver pour l’ensemble des électrons des valeurs 
données de la vitesse v est la même (ou, en d’autres termes le nombre 
d'électrons animés de vitesses s’échelonnant dans l'intervalle v + 
+ d,, v est le même dans les deux cas). 

L'expression du tenseur e;; (w, k) d’un plasma maxwellien (en 
équilibre) est donnée, par exemple, dans la monographie (139). 
Si on peut négliger l’agitation thermique (à cet effet il faut que dans 
le cas le plus simple soient respectées les inégalités (11.83)) alors, 
comme il fallait s'attendre, le tenseur e;; (w, k) se ramène au ten- 
seur (11.70). Le trait le plus caractéristique de la théorie cinétique 
est, peut-être, l’'éxistence d’une absorption sans collisions. Elle 
apparaît sous les conditions (l'axe des z est dirigé suivant H,) 


o =|son + kv,|, © =|Ss"Q + kw], s, ss" — 0, +1, +2, H3, ... 
(11.84) 


Avec s, s’ — 0, il s’agit de l'absorption Tchérenkov, alors qu'avec 
s =Æ0 et s’ 0, de l’absorption de freinage magnétique relative 
aux électrons ou aux ions respectivement. Cette question a été déjà 
discutée au chapitre 7 et nous n’allons pas l’examiner plus en détail. 
Outre l’absorption sans collisions, dans le cas où il s’agit des ondes 
se propageant à la vitesse comparable à celle de l'agitation thermi- 
que vre et Urs, il importe surtout de tenir compte de l’agitation 
thermique du magnétoplasma ainsi que du plasma isotrope. 
Déjà pour un plasma froid (c.-à-d. en négligeant l'agitation 
thermique et, donc, la dispersion spatiale), l'étude de la propagation 
de différentes ondes dans le magnétoplasma est assez lourde. Nous 
n’allons examiner que la propagation des ondes dans un plasma 
froid, et encore nous le ferons en bref (la propagation des ondes tant 
dans un plasma froid que dans un plasma chaud est examinée en 
détail dans [64, 139, 146] et les ouvrages indiqués par leurs biblio- 
graphies). D'ailleurs, les expressions qui n’imposent pas la concréti- 
sation de la forme du tenseur &;; (w, k) sont vraies aussi bien pour un 
plasma froid que pour un plasma chaud. Ainsi, l'équation de disper- 
sion (10.27) qui détermine l’indice de réfraction # des ondes norma- 
les dans un milieu anisotrope, est certainement correcte dans le cas 
général (il est vrai que ceci sous réserve de l’introduction éventuelle 
du tenseur e;; (w, k)) .Mais pour un magnétoplasma, on peut aller 
plus loin en recourant à la symétrie du tenseur &;; (w, k). Par exem- 
ple, le cas d’un champ homogène H, dirigé suivant l’axe des z permet 
de réaliser des simplifications rendues claires par (11.70) et valides 
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également pour un plasma chaud (il s’agit, par exemple, de l'égalité 
EExx — Eyy)- ; 

Puisque pour un plasma froid e;; (©, k) = &;; (w), l'équation 
de dispersion (10.27) est une équation quadratique en %*. Les racines 
correspondantes #%i,. sont associées aux ondes ordinaire (indice 2) 
et extraordinaire (indice 1) susceptibles de se propager dans un plasma 
froid. D'autre part, un magnétoplasma froid peut être le siège d’une 
onde longitudinale, ou plutôt d’une oscillation longitudinale (si on 
ne tient pas compte de la dispersion spatiale, la vitesse de groupe 
v,- — dw/dk de l’onde longitudinale est nulle). Mais si dans un 
plasma isotrope la direction du vecteur d'onde k de l'onde longitu- 
dinale est arbitraire, dans un magnétoplasma ce vecteur d'onde ne 
peut être dirigé que suivant le champ H,. Ainsi, tout se ramène sim- 
plement au fait que la présence d’un champ magnétique ne modifie 
pas l'expression 

wo? 
7" — 
© (© + ivVerr}. 


et n'influe donc pas sur l’onde longitudinale (dans cette onde E — 
= E, = Ek/k) se propageant le long du champ. La question du 
passage limite du magnétoplasma au plasma isotrope est assez 
instructive; ceci concerne notamment l'existence éventuelle d’une 
onde de plasma se propageant dans une seule direction (magnéto- 
plasma) ou dans toute direction (plasma isotrope). L'étude suivie 
du passage limite correspondant ne peut se faire qu’en tenant compte 
de la dispersion spatiale, bien qu'au fond la question puisse être 
élucidée sans recourir à cette exploration (cf. $ 12 de (64]). 

Quant à nous, nous allons limiter notre examen par une seule 
remarque sur les ondes longitudinales. Dans un milieu anisotrope et, 
notamment, dans un magnétoplasma, les ondes normales ne sont en 
général ni longitudinales ni transversales. Il n’y a donc rien d’éton- 
nant que dans certaines conditions l’une des ondes normales (1 ou 2) 
peut devenir quasi longitudinale. Qui plus est, dans le cas d'un plas- 
ma froid, l'onde 1 ou 2 peut même être strictement longitudinale; 
formellement il en est ainsi lorsque 7%{,, —> co. Ces ondes longitudi- 
nales peuvent être qualifiées de fictives (cf. [57]), puisque si l’on 
tient compte de la dispersion spatiale, elles ne sont pas strictement 
longitudinales. Ce qui vient d’être dit ne suffit pas, certes, pour 
expliquer le phénomène, mais nous ne voulons que rappeler que 
quand il est question dans la littérature d'ondes longitudinales se 
propageant dans un magnétoplasma, on a ordinairement en vue les 
ondes normales au voisinage des pôles #%?,, —> oo (cf. également plus 
loin). C’est pourquoi il n’y a aucune contradiction avec l’affirma- 
tion faite dans ce qui précède et suivant laquelle, dans un magnéto- 


plasma, les ondes longitudinales « vraies » ne se propagent que 
suivant le champ Hi. 


8,2 = 1— 
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Donnons l'expression de %;,, (w) pour les ondes haute fréquence 
(condition (11.72)) dans un plasma froid, c.-à-d. en appliquant le 
tenseur (11.70). En portant (11.70) dans l'équation de dispersion, 
ou simplement en réécrivant l’équation de dispersion mais conformé- 
ment au cas considéré (cf. 8 11 de [64]), on a 


no (n+ix)f2= 
2v (1 is—v) 


+ 
2 (1+ és) (1 + is — v) — u sin? a+ V u3 sin &«-+4u (1+is— v}° cos® a”? 
(11.85) 
où 
wo? 4ne2N &? 2H? v 
Re OVH HS __ eff 
Ds Un rss S=——— (11.86) 
et « est l’angle entre k et H,. 
En l’absence de collisions 
9 2v (1—v) 
ni,» = 1 — | ————… ._—.………"  —  — 
2(1—v)—u sin? & + V u2sinta+ 4u(1— 1} cos & 
re 260$, (@?— wf) | 
2 (0° — 5) @— wi, sin? a+ V wtwf, sin* a+4040" (w?— &? )* cos? a 
(11.87) 


L'expression (11.87) sans parler de (11.85) est si lourde que son 
exploration ne se fait que dans des cas particuliers ou graphique- 
ment. Dans le cas de la propagation longitudinale &« — 0 on a 


«2? 


Li 1— O(o—@x) ? 
de jee (11.88) 
à 
FU 1+Vu © (&+&yx) 


C'est le cas où les ondes normales 1, 2 (ou +) sont transversales 
et leur polarisation est circulaire. Le sens de rotation du vecteur 
électrique E dans l’onde + coïncide avec celui de la giration de 
l’électron dans le champ magnétique H, (et ne dépend pas de la 
direction de propagation, c.-à-d. le sens est le même pour le vecteur 
d'onde k dirigé suivant le champ H, ou suivant le champ —H.. 
Il est donc naturel que lorsque la fréquence w de l’onde + s'approche 
de la gyrofréquence wz, on observe l'apparition d’une résonance 
(c£. (11.88) où l’on a posé Ver = 0; l'onde + ou 1 est dite extraordi- 
naire). Si un milieu anisotrope est frappé par une onde de polarisa- 
tion arbitraire, alors, si ce milieu est homogène et sans dispersion 
spatiale, l’onde se dédouble en deux ondes normales qui se propagent 
indépendamment l’une de l’autre. En particulier, lorsque la propa- 
gation des ondes dans un plasma froid est longitudinale (le long 
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du champ H,), l'onde incidente (transversale) polarisée linéaire- 
ment se désagrège en deux ondes + de polarisation circulaire. Puis- 
que nr; = n_, le changement des phases des ondes + le long du rayon 
diffère d’une onde à l’autre, ce qui entraîne la rotation du plan de- 
polarisation (effet Faraday). Il est évident que le déphasage des 
ondes — (2) et + (1) enregistré sur le parcours L vaut 


oO 
Ap=— (re — nr) L. 
On voit aisément qu’à ce déphasage correspond la rotation du 


plan de polarisation d’un angle 


= (nn) j = CponECue — 0,93.106 À RC ; 


2cu? 
(11.89) 


ici on a porté, à titre illustratif, les valeurs n,,. tirées de (11.88) 
du cas limite | n1,2 — 1 | < 1, © © wy, très fréquent dans les 
conditions cosmiques. 

Pour la propagation transverse (&œ = x/2), on tire de (11.87) 


7 @? (1— &$ /&?) _, wo? 
Be on @ ? = l———. (11.90) 


Dans l’onde ordinaire 2, le vecteur de polarisation (vecteur E} 
est dirigé suivant H,, ce qui rend clair pour cette onde la coïncidence: 
de ñ2 avec la valeur de #%° du plasma isotrope. Dans l’onde extraordi- 
naire 1, le vecteur E décrit une ellipse dans le plan perpendiculaire. 
au champ H,, c’-à-d. possède les composantes longitudinale et 
transversale par rapport à k (rappelons encore une fois que, dans le. 
cas (11.90), le vecteur k lui-même est perpendiculaire au champ Hl,). 

Si on parle des graphiques du cas général de la fonction, 
li, o (©, Op, Or: &, Vetr = 0), ils sont caractérisés dans une grande. 
mesure par les zéros et le pôle de cette fonction 


2 : p 
n; o =0; Vo0 = —; = À, 


D) = ee =1LVu=1+#, 


(w,) & 
à ” : (11.91) 
2 
R? » = 00 v SE 
Porn, re 172 1—ucos’a 
100 
© wo? 
VH 
— — =, —— pour u< À, 
O1 — O7 COS? œ 
2 2 2 
o u—1 OF — © 
V0 EE — pour u>>1. (11.92). 
Dé. AEONET Of COS a—@5, 


Ed “| mn = = © 


d) 


Fig. 11.3. Graphique- des fonctions ñ1.2 (v) pour ver = 0 et œ—= 45°: 
a) u = @f/@ = 1/4; b) u — 0,01 


n? 


6,0 


Fig. 11.4. Graphique des fonctions #4 , (v) pour vers = 0 et & — 20°: 
a) u = &ÿ/w* — 1,08; b) u — 4 
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Puisque par définition v = w;/w° > 0, la racine v,, avec u = 
= 6/0? > 1 est, certes, fictive. Pour la même raison, avec u > 1 
mais u-cos? &« << 1, la fonction #%,,, ne possède pas de pôle. 

Quelques graphiques des fonctions ñ#;,, (v), pour de diverses 
valeurs de u et de &, sont donnés à titre d'illustration sur les figu- 
res 11.3 et 11.4. L'utilisation de v = wi/w° en guise d’une variable 
peut paraître artificielle. En fait, les graphiques de cette sorte sont 


29,0 ñè | | | 
| | | 
| | | 
10, € | | | 
| Wy | Wy 
2 CU 2/12 
£ = | W œ W | 
3,0 W/wp D ln 
IR | | te) 
Le 
-10,0 | 
| | Jop+ sine 
| p | 
Ÿ | 


Fig. 11.5. Graphique des fonc- Fig. 11.6. Graphique des fonctions 
tions A? 9 (w/o,) pour &f/w, = F2 (w) pour un plasma froid sans 
= ulv=1 et a = 45° collisions, mais en tenant compte 

de l’action des ions 


On suppose que 0? > Wfr, alors que les 


valeurs des racines et des pôles des fonc- 
tions À,» (w) sont approchées 


très commodes lorsqu'il faut mettre en évidence la relation entre 
ñ?,, et la concentration électronique V (en effet, v = 4ne?N/mw°). 
Il existe encore d’autres graphiques commodes, tel le graphique 
ñi,e (w/w)) dont l'exemple est donné par la figure 11.5. Puisque 
sur ce graphique il y a le domaine de basses fréquences w, il faut 
rappeler encore une fois que la formule (11.85) et celles qui suivent 
se rapportent au cas des hautes fréquences: w Ÿ Q4. La décrois- 
sance de la fréquence fait intervenir les ions et on voit apparaître 
encore une branche des oscillations. Bornons-nous ici à la figure 11.6 
qui donne le graphique des fonctions #1, (©) compte tenu de l’in- 
fluence des ions. 
Considérons encore le cas limite important 


0 à ©, ©5 > on, &? L'ouncos a, © © Qx (11.93) 
ou 
voi, v Jœu,ucos’ a © 1. 


18—0406 
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D'après (11.87), sous les conditions (11.93) 


me L ie ka v — &, ___äncle]nN 
1 Vu cos a 3 @° Vucosa WW CUS & oH, cos a 
(11.94) 
ou 
__ kon cosa _ cHok® cos a 11.95) 
E &? 7 4nle|N (11. 


Sous les conditions considérées, l’onde 1 ne se propage pas (elle 
s’évanouit, puisque ñ; << 0), alors que pour l'onde 2 la valeur de 
ñ; © 1. Ce sont des ondes qu'on rencontre, par exemple, dans la 
magnétosphère terrestre (« siffleurs atmosphériques ») et dans le 
plasma de l’état solide (« ondes spiralées » des métaux plongés dans 
un champ magnétique). 

Outre toute autre chose, la négligence de la dispersion spatiale 
est d'autant moins légitime que la vitesse de phase des ondes con- 
cernées Upn — &/k est plus petite. Mais si v,n < vr, les effets de la 
dispersion spatiale sont très forts. Sous ce rapport, il est clair que 
la dispersion spatiale doit être évaluée en premier lieu au voisinage 
des pôles de la fonction #°,, (w) obtenus pour le plasma froid. En 
vertu de la condition ñ5 © 1, le rôle de la dispersion spatiale est 
également plus grand pour les « siffleurs atmosphériques » et les 
« ondes spiralées » que pour les ondes à vitesse de phase élevée. 

Et, enfin, la dernière remarque qui doit rappeler que, dans ce qui 
précède, on a examiné seulement le plasma homogène. Or, dans les 
conditions réelles, un plasma est toujours inhomogène du fait qu'il 
‘existe des frontières, ou que les propriétés du plasma (par exemple, 
la concentration électronique) varient d'un point à l’autre. C’est 
pourquoi on attache une grande attention à la propagation des 
ondes dans un plasma inhomogène. Un grand intérêt pour la physi- 
que des plasmas présente également l'étude d’un plasma à l’état de 
déséquilibre (par exemple, d’un plasma froid parcouru par des 
faisceaux d'électrons ou d'ions), l’étude de différents phénomènes 
et effets non linéaires, l’évaluation des effets dus au relativisme, etc. 

Ainsi, même si nous ne nous étendons pas sur la physique des 
plasmas envisagée à une large échelle et limitons notre exposé au 
calcul de la permittivité et à l'étude de la propagation des ondes, le 
domaine envisagé n'est que très modeste. 
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TENSEUR ÉNERGIE-IMPULSION 
ET FORCES DANS L'ÉLECTRODYNAMIQUE 
MACROSCOPIQUE 


Tenseur énergie-impulsion dans l'électrodynamique macroscopique. Application 
des lois de conservation de l'énergie et de l'impulsion au rayonnement des ondes 
électromagnétiques (photons) dans un milieu. Forces intervenant dans un milieu 


Le théorème de Poynting et la loi de conservation de l'énergie 
dans l’électrodynamique macroscopique (son application à un modèle 
simple du milieu) ont été déjà étudiés au chapitre 10. La loi de con- 
servation de l’énergie, envisagée dans de larges limites à la lumière 
de la dispersion fréquentielle et spatiale, fait l'objet de [57] ainsi 
qu’en général d’un bon nombre d’ouvrages. On ne peut pas en dire 
autant de la loi de conservation de l’impulsion dans l’électrodyna- 
mique macroscopique. Îl en est ainsi probablement pour deux rai- 
sons. La première, c’est qu'il est bien plus rare d’avoir affaire à l’im- 
pulsion d’un champ électromagnétique qu'à son énergie. La deuxiè- 
me, c’est que cette question a été assez embrouillée du fait qu’elle 
est liée au choix de l'expression du tenseur énergie-impulsion du 
champ électromagnétique dans un milieu. Ce problème a fait l’objet 
des discussions depuis plus de 60 ans et qui se poursuivent encore 
ajourd’hui (f. [148-151] et leurs bibliographies; dans ce qui suit 
nous nous inspirons directement de l’article [151a]). C'est pourquoi 
il nous semble opportun de traiter cette question. 

Pour éliminer des complications qui n'ont aucun rapport direct 
avec les questions envisagées, examinons un milieu non magnétique, 
au repos, sans dispersion. Les équations du champ ont alors la forme 
bien connue du lecteur ; pour plus de commodité, écrivons-les encore 
une fois (B = H, € ne dépend pas de w et de k): 


rotH=Æj+£, (12.1) 
rotE= +, (12.2) 
div eE = 4np, (12.3a) 
div H=0. (12.3b) 
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Multiplions scalairement (12.1) par E et (12.2) par H. En retran- 
chant (12.1) de (12.2) et en utilisant l'identité E rot H — H rot E — 

= — div [EH], on a 
4 0 x : 
nn sr (eb FA)= — jE — divS, (12.4) 
c.-à-d. on aboutit au théorème de Poynting qui dans le cas considéré 
peut être interprété, sans entraîner des complications spéciales, com- 
me la loi de conservation de l'énergie (densité de l'énergie w = 
— (8E? + H?)/8nx; densité du flux d'énergie S = (c/4n) (EH]) *). 
En multipliant maintenant vectoriellement (12.1) par H et (12.2) 
par &E, et en additionnant les expressions obtenues, on trouve 

1 1: Co) 
{IH rot H]+e[Erot E]}= ——<[jH}—- [EH]. 

Ajoutons ensuite aux premier et deuxième membres de cette relation 
l'expression —pE, en ramenant son premier membre à l'aide de 


(12.3a) à la forme — 2 E div (&E). 11 en résulte 
Z{{HrotH}j+e[ErotE]—EdiveE}+ 


+ lEMI= — {PE ++ iHi+ EH}. (12.5) 


Ici dans le deuxième membre figure la densité de la force de Lorentz 
Ê=pE+—{jHi 
et la densité de la force volumique 


ALE—1 9% 
qu'on appelle parfois force d'Abraham. Le signe « moins » du deuxiè- 
me membre de (12.5) résulte du fait que la somme fL + fA est la 
force qui intervient sur le milieu, alors que l'équation (12.5) détermi- 
ne le bilan des forces et de l’impulsion appliquées au champ; de plus 


1 S 
g=7—1EH]=— (12.7) 
est la densité de l'impulsion du champ (c'est précisément cette 
expression, la même pour le vide et le milieu au repos, qui correspond 
au choix du tenseur énergie-impulsion sous la forme d'Abraham; 
cf. plus loin). 


*) Remarquons qu'en présence de la dispersion ct de l'absorption, l'inter- 
prétation des termes de la relation de Poynting devient plus compliquée (cf. $ 3 
de [57] et 8 22 de [64] et plus en détail [223]). 
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Pour simplifier admettons d’abord que le milieu est homogène 
(avec & — const; le cas d’un milieu inhomogène et la dépendance 
éventuelle de € par rapport à la densité du milieu sont examinés 
plus loin). Alors l'équation (12.5) se ramène facilement à la forme 
standard (pour passer de (12.5) à (12.8) il est commode d'utiliser 
l'identité [a rot a] = !/, V a° — (a V) a) 


does _ 2rà . 
a — 7 = las fa=fr+fà, & B—1, 2,3, (12.8) 


où 8 est le tenseur d'intensité maxwellien : 


Cas = {EL Ep + HaHp— 1/2 (8E2+ H°?) Bus}. (12.9) 


Ainsi, la conservation de l'impulsion (12.8) se déduit des équa- 
tions du champ sans aucune hypothèse supplémentaire. En associant 
cette loi et celle de conservation de l'énergie (12.4) en une relation 
quadridimensionnelle — la loi de conservation de l’énergie-impul- 
sion — on obtient en même temps l'expression du tenseur énergie- 
impulsion Tr 


—_ ire 
(A) ps ni __ &E*+-H® 
T : i , = ;, 
NT w 8 (12.10) 


L 24/ 
S=-—1[EH]=c gÀ, 


91 (A) / LS 
fu fa=fit ès fe EG) 42.11) 


(Gi,k=1,2,38,4; a, B—=1,2,3; x, = ict). 


Le tenseur (12.10) est proposé par Abraham pour un milieu homo- 
gène au repos; pour un milieu en mouvement, ce tenseur est un peu 
plus compliqué (cf. plus loin). 

Le tenseur énergie-impulsion utilisé par Minkowski sous les 
mêmes hypothèses que dans le cas (12.10), (12.11) est de la forme 


Oaf — icgM 

»_(_i . ; gM=— [EH] = eg", (12.12) 
€ 

OT IE 1. ne 

= fi, fa=pEs+—-lile, fé=f= (GE) (12.13) 


Il est parfaitement clair qu’au moins du point de vue formel, 
les lois de conservation (12.11) et (12.13) sont identiques, elles ne 
se distinguent que par les termes qui font la même somme. Voici 
un exemple si la force d'Abraham (12.6) est reportée du deuxième 


membre de l'égalité (12.11) dans le premier et réunie avec 07% //0z2, 
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on obtient justement l'expression oT l0x,, et le tenseur énergie- 
impulsion peut être considéré comme le tenseur de Minkowski. 
Cette ambiguïté du choix de l'expression du tenseur est d’autant 
moins étonnante qu'elle est très générale et apparaît déjà dans la 
théorie du champ dans le vide (cf., par exemple, $ 32 de (6]). 
D'autant plus que dans un milieu, le champ est un système non 
fermé et pour qu’il soit « fermé » il faut que ce soit le système champ- 
milieu, le champ étant caractérisé par son propre tenseur énergie- 
impulsion T°. Pour le tenseur global Tr — TND LE TÉM) où 
TE) est le tenseur énergie-impulsion du champ (par exemple, le 
tenseur (12.10)), la loi de conservation Ô0T;4/0x7, = 0 est vraie, mais 
ni le tenseur 7;4 ni d'autant plus ses parties TD et Ten sous la 
forme générale ne se définissent pas univoquement. Il en est tout 
autrement de la densité de la force qui est, au moins en principe, 
une grandeur univoque et mesurable. Sous ce rapport l'issue de la 
« discussion » sur les tenseurs d'Abraham et de Minkowski dépend 
finalement du choix de l'expression de la force. La force d'Abraham 
(12.6) est liée génétiquement à la force du champ magnétique (force 
de Lorentz) qui intervient dans le courant de déplacement. Bien que 
la mesure de cette force ne soit pas encore assez sûre, on ne saurait 
pas douter de sa réalité *). C’est ce qui résout univoquement la 
question « en faveur » du tenseur d'Abraham. L'article [150] montre 
également avec force détails que les différentes objections qu'on 
trouve dans la littérature au choix du tenseur d'Abraham sont 
injustifiées, sur quoi insiste également l’article [149]. Bornons-nous 
ici à mentionner un seul des arguments au profit du tenseur de Min- 
kowski et non celui d'Abraham. Si l’on choisit le tenseur de Min- 
kowski pour un train d'ondes quasi monochromatique, dans tout 
système de référence le flux d'énergie du champ dans un milieu 
transparent S = wv,,., où w est la densité de l'énergie, et v,., la 
vitesse de groupe. D'une façon analogue, c’est précisément pour le 


tenseur de Minkowski que op = —gavgr. 8 (cf. p. 114 de [57] et sa 
bibliographie). Des relations de cette forme n'ont pas lieu si on 
choisit le tenseur d'Abraham, ce qui est considéré, on ne sait pour- 
quoi, comme une difficulté ou un défaut. En fait, comme le montre 
la démonstration détaillée donnée dans [150], tout ceci est dû à la 
force volumique fi qui apparaît lorsqu'on utilise le tenseur d’Abra- 
ham. Dans un milieu en mouvement, cette force effectue un travail 
sur le milieu, et la relation S = wv,, ne peut et ne doit donc pas 
être observée. La situation est parfaitement analogue à celle d’un 


*) Les possibilités correspondantes sont discutées dans [149, 150]. 11 est 
incontestable que la mesure de la force d'Abraham est justifiée ne serait-ce que 
ar « précaution ». Cette mesure a été réalisée récemment [151b] en confirmant 
a validité de la formule (12.6) bien que pour le moment avec une précision 
relativement faible. 
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milieu au repos“), lorsque la relation S = wv,. est compromise en 
présence de l’absorption et, en général, des sources ou des « écoule- 
ments » d'énergie dans le milieu. Appliqué au flux de la densité de 
l'impulsion geUer.p, Ce qui vient d'être dit se rapporte déjà au cas 
d’un milieu au repos transparent, du fait que la relation o,8 — 
= —Lolyr,p ne peut avoir lieu qu’en l'absence de la force volumi- 
que. Le tenseur de Minkowski satisfait précisément à cette dernière 
prescription (on admet que les charges et les courants sont absents) 
et, pour lui, 07 %9/67, = 0. 

Tout ce qui vient d'être dit permet de considérer que le tenseur 
d'Abraham est « correct »; mais il nous semble que le tenseur de 
Minkowski ne puisse être considéré comme « incorrect » que si le 
problème est envisagé dans une optique quelque peu formelle. En 
fait, la plupart du temps, les résultats fournis par l’application des 
deux tenseurs, de ceux d'Abraham et de Minkowski, sont tout à fait 
identiques. Ceci permet non seulement d'utiliser le tenseur de Min- 
kowski, mais encore de reconnaître que son application est tout 
à fait raisonnable, si on réussit par là à apporter quelques simplifi- 
cations. Aussi le tenseur de Minkowski T° ne doit-il pas être qua- 
lifié d’« incorrect », mais considéré plutôt comme une certaine 
notion auxiliaire parfaitement utilisable. Cette façon de procéder 
ne porte aucun préjudice au « prestige » du tenseur plus fondamental 
et, si l’on veut « authentique », qui est le tenseur énergie-impulsion 
TS du champ électromagnétique dans un milieu. 

L'analyse de la question relative à la loi de conservation de 
l'énergie et de l’impulsion dans l’émission des ondes électromagné- 
tiques (photons) dans un milieu confirme et illustre la remarque qui 
vient d'être faite. En effet, voyons quelle est la valeur des impulsions 
du train d'ondes dans un milieu si on utilise les tenseurs d'Abraham 
et de Minkowski, puis envisageons pour les deux cas les lois de con- 
servation. 

Examinons l’onde plane se propageant dans un milieu, de la forme 


E — 1/2 (Esexp [i(kr—ot)] + Eÿ exp [—i(kr—wt)]), 7. 
H — 1/2 a ARS M (12.14) 


Si l'onde est quasi monochromatique, E, et H, sont, par rapport 
à la période 2x/w, des fonctions « lentes » du temps t. Pourtant, 
pour simplifier nous ne tenons pas compte de la dispersion et nous 
admettons pour cette raison que les amplitudes de E, et de H, soient 
constantes, alors que la section du train d'ondes est 1, et la longueur, 
L (la dispersion est évaluée, par exemple, au $ 3 de la monographie 
(57). En portant (12.14) dans les équations du champ (12.1) et 


*) Dans ce cas, la forme volumique appliquée au milieu n'effectue pas de 
travail, puisque celui-ci est égal au produit de la force par la vitesse du milieu. 
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(12.2) avec e — const *) réel et j = 0, on a 
Eo=———{kHo], Ho=< [KE]. (12.15) 


On en tire en tant que condition d'existence d’une solution non 
triviale l'équation de dispersion 


= n= Ve. (12.16) 


Ensuite, pour les valeurs moyennes dans le temps (mises en 
moyenne suivant les fréquences élevées) on a (cf. (12.10) et (12.13)) 


w= CRE =" {8 EE? + HoH}} = (EsES), | 
S = [EH] = -— {(E*Ho) + (EoH5]} = t (12.17) 
=H(EE)É, ei, gens | 
ou 
Gear Uk ÆEX (12.18) 
con gup tin k _nk (12.19) 


où GA. et = SEA) = Ge M) = wL sont l'impulsion et l’éner- 
gie du train d'ondes respectivement. La relation (12.19) coïncide 
exactement avec la relation entre l'énergie et l'impulsion du « photon 
dans un milieu » résultant de la quantification du champ (cf. chapi- 
tres 6 et 7). En effet, l'énergie d’un photon dans un milieu vaut 
&£ = liw, et son impulsion, G = (œn/c) (k/k), c.-à-d. G = 
— (én/c) (k/k). Comme nous l’avons montré au chapitre 7, l'utili- 
sation de la relation (12.19) permet de tirer des lois de conservation 
de l'énergie et de l'impulsion, la condition du rayonnement Tché- 
renkov ; il en est de même de la formule Doppler. Dans les deux cas, 
pour le calcul classique, lorsque la quantité &Z n'est pas concrétisée 
(et, par conséquent, ne comporte pas la constante quantique ), 
on obtient naturellement seulement les formules classiques qui: ne 
rendent pas compte de la réaction traduisant le changement du mou- 
vement de la particule rayonnante. Pour déduire des formules plus 
générales rendant compte de la réaction, il faut utiliser les lois de 
conservation appliquées aux photons isolés dans un milieu. En ter- 


*) Pour être exact, il faut ajouter qu’on envisage un milieu non seulement 
absorbant (réalité de €) mais encore transparent (condition & > 0). 
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mes concrets, pour l'émission d’un seul photon il faut faire appel 
aux relations (cf. (7.1) et (7.2)) 


fon k 
c k’? 


Eo—E, = ho, Po — P1 = (12.20) 
où E,,1 et Po sont les énergies et impulsions de la particule (de 
l'émetteur) à l’état initial O et à l’état final 1 respectivement. En 
vertu de ce qui vient d'être dit il est clair (et ceci est confirmé par 
les calculs) que pour « obtenir » des quanta (photons dans le milieu) 
d'énergie fo et d'impulsion (Awn/c) (k/k) en réalisant la quantifica- 
tion standard, il faut recourir au tenseur énergie-impulsion sous la 
forme de Minkowski. Et si on utilise le tenseur d'Abraham, on obtient 
pour l’impulsion du « photon » un résultat incorrect à l’avance tant 
dans le cas classique (cf. (12.18)) que dans celui de la quantification 
et de l’estimation de la seule impulsion G{). En fait, comme il 
fallait s'attendre, le résultat fourni par le tenseur d'Abraham est 
tout aussi correct, mais il faut encore tenir compte de l’action de 
la force d'Abraham sur le milieu au cours de l'émission (ceci se 
rapporte également au processus d'absorption). Il le faut, en effet, 
puisque lors de l’émission d’un train d'ondes (ou, par exemple, 
lorsque ce dernier entre dans un milieu) la force f (cf. (12.6)) est 
différente de zéro. Nous nous intéressons ici non pas à la force elle- 
même, mais à son impulsion qui, lors de l'émission d'un train d’on- 
des, vaut 


21 ii * + 
FA = | 5 IER] dr dt = ET [EH] + [E*H]} L = 


_ (n5—1) Æk 


cak Q 


= 07 (EE) LÀ (12.21) 


87nc 

où l’on a rejeté les termes oscillants pour traiter de la valeur moyen- 
ne dans le temps *). 

Notons qu'on peut examiner dès le début un train d'ondes plus 

ou moins arbitraire et calculer, puis comparer les grandeurs inté- 


grales &£ = | w dr dt, G(A.M) — | ga M dr dt et FA). Les rela- 
tions entre ces grandeurs restent les mêmes que dans (12.17)-(12.19), 
(12.21) pour le train d'ondes à frontières bien marquées. 
Il est évident qu'en vertu de (12.17)-(12.19), 
(A) (A M cn k | 
GOHFU=G =. (12.22) 


Pour appliquer la loi de conservation de l'énergie et de l’impul- 
sion il importe de retenir deux points seulement: premièrement, 


*) La force agit tant que l'onde (le train d'ondes) pénètre dans le milieu 
ou est émise par la source. Mais lorsque le train d'ondes d’une longueur donnée 


se propage dans un milieu homogène, l'impulsion de la force Ft? est nulle. 
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quelles sont l'énergie et l'impulsion que la particule émettrice ou le 
« système » émetteur perd en rayonnant (ou acquiert en absorbant); 
deuxièmement, quelle énergie du champ est rayonnée dans la direc- 
tion donnée. Quant à la question à savoir, comment l'impulsion 
du rayonnement est distribuée ou redistribuée, elle n’est pas impor- 
tante à ce point de vue. Dans le cas considéré la particule perd l’im- 
pulsion —G(M), le champ dans le milieu acquiert l’impulsion G{A) 
et le milieu acquiert l'impulsion de la force FA) — G(M) — Ga), 
Dans un milieu constitué de grains de poussière, la force fA inter- 
vient en accélérant les particules du milieu et ÆF(A) = Gfnil) est 
l'impulsion du milieu (la somme des impulsions des « grains de 
poussière » dont la concentration est considérée comme constante). 
Mais dans le cas général! l’état du milieu est défini par les équations 
du mouvement correspondantes, par exemple, par les équations de 
la théorie de l’élasticité ou de l’hydrodynamique, pour lesquelles 
la densité de la force volumique est égale à f(A) et peut contenir en 
principe certains autres termes. D'autre part, certes, on ne peut pas 
admettre que FA) = Gil) = gmil], où gil est la densité de 
l'impulsion du milieu ([150] a toutes les raisons pour insister sur 
cette circonstance) *). Par là même, on ne peut pas non plus affirmer 
que la densité d’impulsion de Minkowski gM est égale à gA + gmil. 
Mais comme nous l’avons vu, en ce qui concerne les grandeurs inté- 
grales que sont les impulsions et l'impulsion de la force FA), le 
résultat (12.21) ne dépend nullement des propriétés du milieu et 
reste également vrai sous l'hypothèse (en général incorrecte) suivant 
laquelle gM = gÂ + gmil, C'est ce qui justifie dans le cas donné 
l'utilisation du tenseur de Minkowski, puisque non seulement il 
fournit le résultat correct, mais encore conduit directement au but 
sans recourir à l'étude de l’action de la force volumique. Il est vrai 


*) Une situation analogue a lieu dans le cas des quanta acoustiques que 
sont les phonons. La propagation du son dans un solide ne s'accompagne pas de 
déplacement de la masse et, sous ce rapport, l’impulsion des ondes sonores est 
nulle (on ne tient pas compte ici de l'effet relativiste, c.-à-d. du fait que la 
masse du train d'ondes sonores d'énergie € est ®£/c?, et par conséquent son 
impulsion est (£/c?) v,, où v, est la vitesse du son). C’est pourquoi en quanti- 
fiant on obtient également que les phonons, quanta du son, ont une energie 
fiw et une impulsion nulle (nous négligeons encore l'impulsion (Âw/c) v,). 
Quant à l’affirmation que l’impulsion du phonon (disons, lors de son émission 
pa un électron) est égale à k — (fw/v,) (k/k), elle traduit le fait que lors de 

‘émission du phonon, le réseau, dans son intégrité, reçoit l'impulsion äk (les 
processus de transition ne sont pas pris en considération). Lors de l'application 
des lois de conservation au cas de l émission, de l’absorption et de la diffusion 
du son, rien ne change pourtant si l’on admet, comme on le fait ordinairement, 
que les phonons eux-mêmes possèdent non seulement l'énergie #w, mais encore 
l'impulsion #k — (äw/v,) (k/k). A propos, selon Abraham, l'impulsion du 
champ GA) = S/cn = (S6/c) (cn) (cf. (12.18)), c.-à-d. elle a le même sens 
que l'impulsion « vraie » du phonon (/c?) v, puisque la vitesse de l’impulsion 
électromagnétique est égale à c/n (la dispersion est négligée). 
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que l'estimation de cette force dans le cadre de l'approche classique 
est bien simple (cf. plus haut), mais du point de vue de la mécanique 
quantique, elle serait probablement assez lourde. Quoi qu'il en soit, 
à notre connaissance un tel examen quantique n'est pas encore 
réalisé. Dans les problèmes non stationnaires dont la résolution 
rend évidents les avantages ou même la nécessité de l'application 
du tenseur d'Abraham, l'analyse quantique correspondante serait 
justifiée (sans être nécessaire tant que le problème reste classique, 
ce qui est probablement vrai pour toute position pratique du problè- 
me de mesure de la force d'Abraham). Pour ce qui est de l’utilisation 
des lois de conservation de l'énergie et de l’impulsion lors de l'émis- 
sion des « photons dans un milieu » discutée dans ce qui précède 
(et surtout au chapitre 7), il nous semble que la question sur le 
caractère et le sens d'un tel examen peut être considérée comme par- 
faitement claire déjà à la lumière des remarques faites précédemment 
(au lieu de s'adresser aux chapitres 6 et 7, il serait peut-être plus 
commode d'utiliser l’article [151], où la quantification du champ 
dans un milieu et la question du tenseur énergie-impulsion sont 
examinées conjointement). 

Le tenseur énergie-impulsion et la force dans un milieu ont été 
étudiés précédemment pour le cas le plus simple. En particulier, 
on admettait que le milieu était fixe, homogène et non magnétique: 
on ne tenait pas compte non plus de la dépendance éventuelle entre 
la permittivité e et la densité du milieu p. 

Rejetons toutes ces hypothèses et écrivons les équations du champ 
sous la forme 


rotH= j+1®, (12.23) 
14 0B 

rot E — TT (12.24) 

div = 47p,, (12.95) 

divB—0. (12.26) 


Ici la densité des charges est notée p., afin de permettre l'utilisation 
de la notation p pour la densité du milieu. Si dans le système de 
référence où le milieu est au repos, D = &E; B = uH (comme aupa- 
ravant, la dispersion est négligée), alors pour un milieu animé d'un 
mouvement lent (cf. $ 111 de [147]) 


=n(et)[#n] 


EL —(1——7) [28], (12.27) 
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où l’on admet que la vitesse du milieu u est petite par rapport au 
système du «laboratoire », c.-à-d. les termes d’ordre u*/c* sont 
négligés. Toutefois, même si l’on utilise des relations plus générales 
entre D, B, Het E les équations initiales (12.23)-(12.26) restent 
toujours valides. 

En multipliant scalairement les équations (12.23) et (12.24) 
par E et H respectivement et en procédant ensuite comme d'’ordi- 
naire (cf. (12.4)), on obtient la relation 


1 0D 0B ; c 
—— (+ E+-H) =jE—divS, S—-2(EH]. (12.28) 
En multipliant vectoriellement (12.23) et (12.24) par H et D respecti- 
vement et en procédant de même que ci-dessus pour déduire l’équa- 
tion (12.5), on amène 
-Ù {{D rot E]+{BrotH}—E div D}=—{"— © 


(DBI, (12.29) 
f=peE ++ liBi. 


Les relations (12.28) et (12.29) généralisent (12.4), (12.5); elles 
traduisent les lois de conservation de l'énergie et de l'impulsion qui 
résultent des équations du champ (12.23)-(12.26). Plus précisément, 
il s’agit des lois de conservation associées aux lois de conservation 
de l'énergie et de l'impulsion. La mise en évidence de cette liaison, 
elle, impose de poursuivre l’analyse et d'introduire des hypothèses 
supplémentaires. Au fond, ceci a déjà été expliqué plus haut: la loi 
de conservation comportant plusieurs termes, il est impossible de 
donner à tel ou tel d’entre eux des interprétations univoques sans 
introduire des hypothèses supplémentaires. Par ailleurs, la concréti- 
sation du problème permet, en utilisant les lois de conservation, 
d'obtenir des résultats bien précieux. A titre d'exemple cherchons 
à partir de la relation (12.28) l'expression de la densité de la force 
fh qui agit sur le milieu considéré. 
A cet effet calculons la dérivée 
ô f DE+BH \ _ ôw" 
AE Je (42.30) 
où wM = (DE + BH)/8x peut être envisagée pour l'instant seule- 
ment comme une notation. 

. En calculant les dérivées 8 E/0t et 0H/ôt profitons des relations 
(42.27). Pour le faire il faut également concrétiser les valeurs de/ôt 
et ou/ôt. Adoptons que pour chaque élément du milieu, & ne varie 
qu’en fonction de la variation de la densité p. Alors, 


—=—+uVe=———=——pdivu, (12.31) 
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où on a utilisé également l'équation de continuité 


dp : = 
TS div pu = 0. 


En vertu de (12.27), (12.31) et de l'expression analogue de du/dt on 
trouve aisément 


dE 1 0D (1 [+ 0B 


dt  æ ot 7 Eu c dt 
6H 1 6B ur Ge) (Gre)are, (12.32) 
ôt — U & (1 +) Te & ]- 

8 {ur (t)5t (de) aire}. 


Ici comme partout on admet que la vitesse u est constante, ou plus 
précisément, on néglige toutes les dérivées de u par rapport au temps 
et les coordonnées, tout en tenant compte de div u qui apparaît 
quand on utilise l'équation de continuité. D'après (12.32) et prenant 
encore en considération les relations (12.27) tout en négligeant les 
termes d’ordre u%/c?, on obtient 


a {1 | 0D 0B 1 
a ma Et H)+ (ve) + 


a (ge) Edivu+(uvu) 243 (2È0) Hdivu. (12.33) 


En combinant (12.33) avec (12.28) on amène finalement 
— 2 2 jE + fqu+ div {s—— # | (Ge) E+ (+ ) æ2]}, (12.34) 
= Ven Vita V (96e) E}+ 
+ v (he). «230 


Cette relation peut déjà être naturellement interprétée comme la loi 
de conservation de l’énergie ; de plus, wM est la densité d'énergie du 
champ et f,, la force appliquée au milieu (elle effectue le travail 
fhu); l'addition du terme proportionnel à u au flux d'énergie ne 
doit pas étonner, mais une analyse supplémentaire s'impose pour 
établir la précision de l'expression correspondante. Nous passerons 
outre cette question puisque nous nous sommes proposés de déduire 
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l'expression de la force f,, intervenant dans un milieu au repos lorsque 
u — 0. Mais nous ne pouvons pas admettre tout de suite que u = 0 
du fait que le travail de la force f,,u sera alors nul lui aussi. 
L'expression (12.35) coïncide. certes, avec celle qu’on obtient d’ha- 
bitude (cf. (127, 147]), mais on l’obtient en étudiant le déplacement 
des éléments du milieu dans un champ. En général, cette approche 
est équivalente à la déduction mentionnée, mais elle se rapporte 
directement seulement au cas statique. 

I] ne faut pas penser, commeil aurait pu paraître à première vue, 
que les expressions ci-dessus définissent univoquement la densité 
de force qui intervient dans un milieu. En effet, choisissons comme 
densité d'énergie et densité d’impulsion d’un milieu en mouvement 
les expressions suivantes 


| i 

wi = (DE + BH) — ae (IDBI— (EH), (12.36) 
A 2 

gi 7e {EI TE (u (DB) — u (EH), (12.37) 


Ce sont les expressions qui s’obtiennent précisément (cf. [5, 150]) 
pour un milieu en mouvement par transformations relativistes si, 
pour un milieu fixe, on adopte comme tenseur énergie-impulsion 
l'expression d'Abraham (12.10). 

Il est évident que 


M 
+ ou = 2 + fu + fu, (12.38) 


Go) 4 9 
= (ss), dar 


u (u{[DB]—u/[EH)) 
+ — TS . (412.39) 


Ainsi, si on ne parle que de la loi de conservation (12.28) on peut 
admettre de droits égaux que la densité de force volumique est égale 
à fn ou à fm + fA. Ceci est également vrai pour l'expression de la 
densité d’impulsion choisie en se guidant sur la loi de conservation 


(12.29): l'expression de Minkowski gM — _ [DB], aussi bien 


que l'expression d'Abraham (12.37) sont compatibles avec (12.29). 
La différence ne consiste que dans le fait que dans la variante 
d'Abraham, en plus d’autres forces, le milieu subit la force de densité 
fA, absente dans la variante de Minkowski, pour ainsi dire à la suite 
de la modification correspondante de la densité d’impulsion du 
champ dans le milieu. La question à savoir si la force fA ayant pour 
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un milieu isotrope et non magnétique avec (u°/c°) < 1, la forme 
(12.6), est réelle ou non, doit être tranchée par les expériences ou par 
la théorie du microcosme. Comme nous l’avons déjà dit, ces deux 
points de vue ne laissent subsister aucun doute sur l’existence de la 
force fA. 

I] reste à dire à titre de conclusion que dans le cas général la rela- 


tion GM= | gM dV = GA + FA (cf. (12.22) subsiste également, 


c.-à-d. l'impulsion totale transmise au milieu par l'émetteur placé 
dans ce milieu peut se calculer à l’aide de l'expression de Minkowski 
pour la densité d'impulsion g" (pour plus de détails, cf. [(151c]). De 
même que dans le cas particulier du milieu fixe, isotrope et non 
magnétique examiné plus haut, cette conclusion ne contredit nulle- 
ment la réalité de la force d'Abraham f4. 


CHAPITRE 13 


FLUCTUATIONS ET FORCES 
DE VAN DER WAALS 


£luctuations dans un circuit électrique. Rayonnement thermique dans le milieu. 
Forces moléculaires (de Van der Waals) entre les corps macroscopiques. Interaction 
des électrons et du champ dans une cavité résonnante 


En traitant l’électrodynamique des milieux continus au chapitre 
10, nous avons souligné que les champs que nous envisageons sont des 
champs statistiques moyens. Par là même nous avons passé outre les 
phénomènes de fluctuation. Or, on sait que diverses fluctuations, en 
particulier, les fluctuations életromagnétiques et les effets qui leur 
sont associés, jouent un grand rôle en physique et en astrophysique. 
Il suffit de mentionner les fluctuations des contours et circuits 
électriques, celles du champ électromagnétique dans les cavités 
résonnantes vides ou non, les forces moléculaires (de Van der Waals) 
entre les corps denses (le calcul de ces forces est intimement lié 
à la question des fluctuations électromagnétiques). La diffusion des 
ondes électromagnétiques (ondes radio, lumière, rayons X) dans un 
milieu est également un phénomène où interviennent des fluctuations: 
on peut dire qu'il s’agit là de la diffusion sur les fluctuations du 
tenseur de permittivité &;; (w, k). Aussi, comprend-on aisément la 
raison pour laquelle le présent chapitre et les chapitres qui suivent 
traitent certaines questions relatives aux fluctuations et à la diffu- 
sion des ondes. Il convient pourtant de souligner que ce ne sont pas les 
questions générales de la théorie des fluctuations électromagnétiques 
(cf. (27, 140. 152-156]) sur lesquelles nous fixons l'attention, mais 
quelques problèmes plus particuliers et d’un grand intérêt au sens 
physique. 

Parmi ces problèmes le premier est celui des fluctuations dans 
un contour électrique linéaire, c.-à-d. dans un circuit électrique de 
capacité C, d’induction L et de résistance R (fig. 13.1). On admet que 
les dimensions / du contour sont très petites devant la longueur d’on- 
de À = 2xc/w, qui correspond à la gamme de fréquences w considérée. 
Dans ces conditions, pour explorer les champs et les courants au 
sein du contour, il serait justifié de faire appel à l’approximation 
quasi stationnaire (cf., par exemple, {27, 147]); dans cette approxi- 
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mation l’intensité du courant, dans toutes les parties du contour, est 


la même et égale à J (t) — | J\ exp (—iwt)dw. Si les quantités C, 


Let R ne dépendent pas de la fréquence, le courant J est déterminé 
par l'équation 
\J 


dt 
Lg + Rqg+= LI +RI + CE (1), (13.1) 


où qg = \ J dt est la charge portée par le condensateur et & (t), la 
force électromotrice (f.6.m.) *) appliquée au contour (ou pour mieux 


Fig. 143.1. Circuit électrique LCR 


dire incluse dans le contour). Si au moins l’une des grandeurs Z, C 
et R dépend de la fréquence (analogue direct de la dispersion fré- 
quentielle dans le milieu), l'équation (13.1) n'est vraie que pour les 
composantes de Fourier 


— {ioL @)+R (=) } JE | 
Ju = Î7 (£) exp (iowt) dt, 
n 
Lo = [ £ (t)exp (iwt) dt. 


— © 


(13.2) 


Si on introduit l’impédance (résistance complexe) du contour 


Z(w)=R—i (oL——) (13.3) 


alors, d’après (13.2), 
Evo = Z (0)Je. (13.4) 


*) Si on utilise les unités absolues (système CGS) comme nous le faisons 
partout, dans (13.1) figure non pas la self-induction L, mais L/c?. Puisque dans 
ce qui suit nous n’utiliserons pas les valeurs concrètes de L, il sera plus commode 
d'employer la notation L pour désigner la self-induction divisée par ci. 
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En l'absence de f.é.m. extérieure, le courant statistique moyen J est, 
bien entendu, nul dans le contour. D'autre part, il est évident que 
sous l’action de l'agitation thermique ou, si l’on veut, par suite de 
cette agitation, dans le contour apparaissent et disparaissent inces- 
samment (s'évanouissent) des courants fluctuants. Comme il est 
d'usage dans ces cas, ces courants peuvent être décrits par la fonction 
de corrélation 


pE—D=p(=70 JF, (13.5) 


en admettant que le problème est homogène dans le temps (de ]à la 
dépendance seulement de + = {” — t; si les paramètres du contour 
dépendaient du temps, il serait inhomogène dans le temps); le surli- 
gnement traduit la mise en moyenne statistique ou s'il le faut, la 
mise en moyenne suivant la mécanique quantique (pour plus de 
détails cf. [27, 152]; dans le but de simplification écrivons les for- 
mules de la forme (13.5) seulement pour le problème classique). Pour 
les courants J aléatoires (fluctuants) qui ne tendent pas vers zéro 
avec |t | oo, en appliquant les composantes de Fourier il faut 
faire attention, mais il est superflu de prendre des précautions lors- 

u’il s’agit des grandeurs quadratiques finies utilisées dans ce qui 
suit [152, 155]. C’est pourquoi en portant dans (13.5) l'expression 


J (t)— | JT exp (—iut) du, 


on obtient 


+ 
p (T) = | | Jod w eXp[—i (ot + w’t")] do do’. 


C0 


Mais le deuxième membre de cette formule ne dépend que de + seule- 
ment en présence de la fonction Ô correspondante; par conséquent, 
nous pouvons écrire 


+o0 
pr) = [ (J)6 exp (— ivt) do, | 


(13.6) 


+00 
(20 = | p(t) exp (iwt) dt, 


— 00 


où la quantité (J*), est définie de la façon suivante 
TT ar =(J')x 8 (0 +w’). 


Pour la moyenne quadratique de l'intensité du courant on a 


+00 > 
TE = o (0) — | (J?), do = 2 [ (J*), do. (13.7) 


— 00 0 
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En mesurant l’intensité du courant fluctuant J (1) dans le contour, 
on peut trouver  (t) et donc (J°), qui est la densité spectrale de la 
moyenne quadratique de la fluctuation. Pour un contour en équilibre 
thermodynamique (à la température T), la grandeur (J°), est défi- 
nie par la théorie et à présent notre but est d'obtenir l’expression 
correspondante. Au lieu de (J*), on peut, avec le même succès, cher- 
cher la densité spectrale de la moyenne quadratique de la f.é.m. 
« aléatorire » 


(E*)u =12Z (w) PJ). (13.8) 


En effet, au sens électrodynamique, les courants fluctuants d’un 
contour ne se distinguent en rien des courants produits par une f.é.m. 
« extérieure ». C'est pourquoi en utilisant la relation (13.4) et en 
tenant compte que d’après (13.3), Z (—w) = Z* (w), on aboutit 
à (13.8). 

À l'état d'équilibre thermodynamique, la valeur de (é?), s'obtient 
tout de suite si on utilise le théorème général dit de fluctuation et 
de dissipation qui associe les fluctuations (par exemple, les gran- 
deurs J* et (J°), aux propriétés dissipatives du système (dans le cas 
du contour, à sa résistance R). Sous ce rapport, nous n'avons rien 
à ajouter aux conclusions de [27, 152, 155]. Par ailleurs, l’examen 
assez élémentaire donné dans ce qui suit non seulement mène tout de 
suite au but, mais encore rend immédiat le sens physique du théorème 
de fluctuation et de dissipation. Qui plus est, les résultats obtenus 
avec un contour, s'avèrent beaucoup plus généralisés. 

Ainsi, cherchons l'expression de (é*),, d'un contour en équilibre. 
Commençons par affirmer que, pour tout contour, 


(8%)» = R (o) f (w, T), (13.9) 


où f (w, T) est la fonction universelle de la fréquence w et de la tem- 
pérature T, c.-à-d. indépendante des paramètres du contour LZ, 
Cet RÀ. 

Pour démontrer la relation (13.9) examinons deux contours, deux 
dipôles connectés en série et formant un circuit fermé schématisé sur 
la figure 13.2 (cf., par exemple [157, 158]; l’idée de la démonstration 
remonte en fait à Nyquist [159] qui a étudié un circuit à deux conduc- 
teurs). Les fluctuations font passer par le contour commun un courant 
J (t), alors que les f.6.m. fluctuantes de chaque dipôle valent €, — 
= Z,J et €, — Z,J respectivement, où Z,, , sont les impédances des 
dipôles. A l’état d'équilibre thermodynamique, la puissance moyen- 
ue P,, transmise par le dipôle 1 au dipôle 2 doit être égale à la puis- 
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sance P,, transmise par le dipôle 2 au dipôle 1, c.-à-d. 


Ra (81)0 du Ri (85)o d 


Ici Z (w) = Z, + 2: est l’impédance du circuit concerné qui se com- 
pose de deux contours (dipôles) connectés en série ; duant aux expres- 
sions de la puissance, elles s’obtiennent aisément à partir de la rela- 


tion bien connue : P = RJ3. L'égalité (13.10) doit être observée pour 
tous les dipôles, en particulier, lorsque change l'impédance Z du 
circuit tout entier, R, et R, étant données, et lorsque les inductions 
L,.+, ainsi que les capacités C,, 
sont différentes. Mais ceci n’est pos- 
sible que dans le cas de l'égalité des 
A sous le signe d'intégra- 
tion, c.-à-d. sous la condition 
R;  (É)o — R, (€). Donc, 


LC CHE LE Ce IS = f 


Dipôle 1 Dipôle 2 CR Re 
Fig. 13.2. Circuit composé de St une grandeur qui peut dépendre 
deux dipôles connectés en sé- de w et de T, mais non pas des para- 
rie d'impédances Z, et Z. mètres des contours (pour plus de dé- 
tails, cf. (157]). Pour trouver la fonc- 
tion f(w, T) nous sommes maintenant lésitimés de choisir un 
contour quelconque; le plus simple, certes, est de prendre un ZLC-con- 
tour faiblement évanescent avec R +0. 


Ecrivons d'abord les expressions des énergies électrique Ü et 


magnétique À moyennes du contour pour L, C et R arbitraires: 


T7 q2 1 1] t 
D== x | md 
_ 1 C (62) do € CRf(w, T) do 
TC ( SO — | R3Ct8 + (LCw?— 1)° ? (43.11) 
0 


+00 


KL m2 | du = | CILRf (w. T) dw 4349 
0 


REC + (LC — 1} * 


Si R +0, le contour qu’on obtient ainsi est analogue à un oscilla- 


teur harmonique entretenu, décrit par l'équation mx + kz = 0: 


de plus, sa fréquence propre w, = Wk/m — 1/V LC (cf. (13.1)). Or, 
on sait très bien, et c'est pourquoi nous ne donnerons pas à ce propos 
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d’autres explications, que l'énergie moyenne d’un oscillateur à la 
température T' s'écrit 


W=U+K=U Ktm + ne LS +, LT 


Ro: RO; koi D. r 
=(<- Fptro/xT]—1 = cth-T (13-13) 


Bien entendu, l'énergie interne de la résistance R elle-même 
n'est pas prise ici en considération. 

Constatons ensuite que pour les petits R, les intégrales (13. 11) et 
(13.12) possèdent un pic étroit pour © = &, — 1/Y LC; on peut donc 
poser (ce qui est strictement vrai pour R —+0, &« = CR/V LC) 


== e 2 _ et 24 
to, D (re = F1 | = 
0 (1) 
— 1,7 (o, T). (13.14) 


Le calcul des intégrales qui figurent ici est bien déterminé (le 
plus simple serait d'appliquer le théorème des résidus), mais pour 
obtenir le résultat, il suffit de tenir compte que pour « —+0, les 


aan À 
CITE TE En, comparant 


0 
(13.3) et (13.14) et en tenant compte du fait que la fréquence w, est 
arbitraire, on trouve pour f (w, ” 


deux; intégrales se ramènent à [ 


Î (w, = tb . (13.15) 
Enfin, on tire de (13.9) la et Nyquist 
_iR Lo 
(E*)w = TA (++ exp (4@/XT)— 1 ] , 
 - (13.16) 
E=— sf, R (w)w cth ZT d- 
0 
Dans le cas classique, . fo <xT,ona 
LL 
L (€) x xT, ho < XxT. (13.17) 


Cette conclusion est parfaitement rigoureuse, ou en tous cas aussi 
convaincante que l’est une conclusion fondée sur le théorème général 
de fluctuation et de dissipation. Qui plus est, on peut la considérer 
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comme une démonstration de ce théorème qui, pour une variable 
aléatoire x, est de la forme (cf., par exemple, [27, 153)) 


Ra” TO) ; 
ou = ch, (13.18a) 
où &” est la partie imaginaire de & qui est à sont tour, la grandeur 
déterminant la réponse du système à la perturbation extérieure et 
dans la même mesure, à une perturbation (fluctuation) aléatoire Q. 
Par exemple, 


Lo = () Qs 


et 
Lolo’ = (&) & (0°) QuQw = (1=)u Ô (0 + w’) =| a |? (Q°)4 à (© + w”). 


En éliminant zx, entre cette CE et (13.18a), on obtient 


a” T0) , 
(Qu = HTC ice bare (13.18b) 
Mais il est évident que la formule (13.18 b) est équivalente à (13.16) 
si &æ — tw/Z (w) et, par conséquent, &” = Ima = wR/l]|Z |. On 
peut aussi voir directement que pour un contourélectrique la quantité & 
a le même sens (cf., par exemple, $ 89 de [27]). Inversement, de qui 
vient d’être dit rend évident qu'en partant de la formule de Nyquist 
(13.16) et en précisant le sens du paramètre «& et des grandeurs zx 
et Q on peut obtenir les relations (13.18) pour une classe suffisam- 
ment large des grandeurs physiques aléatoires. 

Voici maintenant quelques remarques relatives au LCR-contour. 

À la limite classique quand kw & xT', la fonction f (w, T)—xT/n 
et d'après (13.11), (13.12) et (13.14) on peut écrire quelles que 
soient les valeurs des paramètres L, Cet R 


UÙ = K =1/,xT. (13.19) 


Bien entendu, il fallait s'attendre à ce résultat, puisque dans ce 
cas il est équivalent au théorème statistique de l'équipartition de 
l'énergie suivant les degrés de liberté. Il est vrai que précédemment 
nous avons supposé que L, Cet R ne dépendent pas de w, mais s’il 
n’en est pas ainsi, il est en général difficile de parler d'un contour 
à un degré de liberté et, en tous cas, il n’y a rien qui impose l’obser- 
vation de la loi classique de l’équipartition. 

Ce qui importe c’est que, dans le cas quantique, même pour L, C 
et R constantes l’équipartition en général n’a pas lieu. Assurément, 
pour À —0 les formules (13.13) sont vérifiées, et en particulier, 
U = K. Mais en général, en première approximation, les formules 
(13.13) sont vraies sous la condition 


RIL & 1/V LC, (13.20) 


FLUCTUATIONS ET FORCES DE VAN DER WAALS 295 


qui assure la faiblesse de l'amortissement *). Mais si l'inégalité 
(13.20) n'est pas observée, alors U  K; de plus, dans ce cas les 
expressions générales de U et de X s’obtiennent de (13.11), (13.12) 
et (13.15). Nous voyons que U et X dépendent de deux paramètres: 
a = GRIVLC et B=ñ#/V LCxT. 

La condition (13.20) est équivalente à l'inégalité &« < 1 et alors 


B = hoi/xT, où w, = 1/V LC est la fréquence du contour. Supposons 
à titre d'exemple (pour plus de détails, cf. [157]) que le contour soit 
fortement évanescent, c.-à-d. 


R | 
Se 13.22 
ou, ce qui revient au même, que & > 1. Alors, 


U —=1LxT pour € xT, c.-a-d. pour B< a, | 


: Na ; | (13.23) 
K =1/anT pour D xT, c.-à-d. pour BP<—, 


7. T RR 
K=<(T) pour TD %T, 


De la sorte, la condition « classique » de l'énergie électrique U diffè- 


re totalement de l'allure classique de l'énergie magnétique K, etc. 
Fait curieux également à signaler : le contour qui n’a rien de classi- 


que lorsque R est petite (la condition kw; = k/V LC > xT est res- 
pectée), avec une augmentation suffisante de À, mais L et C étant 
constants, devient classique par rapport à U (c.-à-d., U —1/, xT), 
alors que À —0. Encore faut-il rappeler que la prescription de la 
quasi-stationnarité du contour dont nous sommes partis impose cer- 
taines contraintes sur les quantités L, C et R (en particulier, on ne 
saurait pas faire tendre À —+ , car dans ce cas, le contour serait 
ouvert et formellement (8% —> oo, bien que (J°), —0). Nous ne 
croyons pourtant pas que de telles contraintes interviennent de quel- 
que façon que ce soit dans l'analyse des problèmes concrets corres- 


pondants ou qu’elles entravent sérieusement le passage aux cas limi- 
tes h/RC < xT ou RR/L S xT (cf. (13.23)). 


*) La fréquence propre de LCR-contour est définie par l’équation (13.1) 
À 6 (1) = 0 et vaut 


de) (5). (43.21) 
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Cette différence dans le comportement de U et de X est parfaite- 
ment claire. Même étant fortement évanescent, un système classi- 
que peut garder ses traits caractéristiques. Par exemple, les oscilla- 
tions d’un pendule (oscillateur) sont de plus en plus amorties en fonc- 
tion de la viscosité du milieu ambiant, mais lui-même est toujours 
un pendule. Par contre, si nous avons un oscillateur quantique harmo- 
nique de fréquence w;, en l'absence d'amortissement, les niveaux 
énergétiques du système sont distants entre eux de fw;. À mesure 
que l’amortissement croît (par exemple, sous l'effet des collisions 
ou de l'interaction avec le rayonnement) les niveaux s’élargissent 
et se chevauchent de plus en plus. Ensuite il est tout à fait évident 
que lorsque le chevauchement des niveaux est important, le spectre 
du système acquiert une allure continue bien marquée et le système 
ne ressemble que peu à un oscillateur quantique harmonique. Mais 
suivant le caractère du spectre énergétique, l'énergie totale moyenne 
des systèmes quantiques différents, ainsi que les énergies moyennes 
potentielle et cinétique sont en général tout à fait différentes. 

Le rôle que joue l’oscillateur harmonique en physique est si excep- 
tionnel non parce qu’on a souvent affaire à un tel système (pendule, 
oscillations des molécules, etc.). Ce qui est encore plus important, 
c'est que de nombreuses questions relatives aux faibles perturba- 
tions (linéaires) et aux ondes dans des milieux à « constantes réparties» 
c.-à-d. à l’électrodynamique des milieux continus, à l’acoustique, 
etc., se ramènent dans une certaine mesure au problème de l’oscilla- 
teur. Ceci se rapporte également au champ électromagnétique dans le 
vide : le formalisme hamiltonien dans l’électrodynamique du vide 
et du milieu, décrit dans les chapitres 1 et 6, en est une illustration 
évidente. D'ailleurs, la décomposition en ondes, à plus forte rai- 
son non seulement en ondes planes, sort du cadre du formalisme 
hamiltonien, et comme nous l'avons dit, son domaine d'application 
est très large. Sous ce rapport, il devient tout de suite clair que 
l'étude réalisée dans ce qui précède des fluctuations électriques dans 
un contour électrique se généralise non seulement aux systèmes 
discrets (oscillateur mécanique, circuits discrets, etc), mais aussi 
aux milieux continus. En renvoyant pour plus de détails le lecteur 
par exemple à {27, 155], donnons seulement certaines expressions 
relatives aux fluctuations du champ électromagnétique dans le 
milieu. 

La présence des fluctuations peut être traduite dans le cadre de 
l’électrodynamique linéaire en mettant la relation entre D et E 
sous la forme 


D, (w, r)= | ey(w,r,r)E;(o,r')dr'+K;(w,r). (13.24) 


Nous avons déjà passé ici aux composantes de Fourier par rapport 
à w, alors que pour le reste cette ralation se distingue de (10.3) 
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seulement par l’induction électrique fluctuante K (w, r) qui rend 
aussi compte de l’apparition des fluctuations de D en l'absence du 
champ moyen E. Les sources extérieures absentes, avec E et B les 
équations principales du champ deviennent 


rot; B (w, r)— + " (w,r,r')£E;(w, r’) dr — | 


— © K;(o,r), | (13.25) 


trotfE{(o, r) = _ B. 


La ration (13. 24 tient évidemment compte de la dispersion spatiale 
éventuelle et c'est pourquoi, sans limiter la’généralité, on peut admet- 
tre que B = H (cf. chapitre 10). En négligeant la dispersion spatiale 
on peut (et parfois il le faut) introduire la perméabilité magnétique; 
alors, en examinant les fluctuations, il convient également d'intro- 
duire l’induction magnétique fluctuante L (w) (cf. 8 90 de [27)). 
D'après le théorème de fluctuation et de dissipation, à l’état 
d'équilibre 
Ki(w,r) K;(@, r')=(KX;(r) K;(r)')o = 
=ih euh er {8 (w,r',r)—e;;(w,r,r)}, (13.26) 


où le surlignementj traduit la mise en moyenne statistique. En igno- 


rant la dispersion spatiale et avec B = H, on a &;; (w, r, r°) — 
= 1; (w)ô (r RE r') et 


(Æi(r) K (r° )w —=ih {eh — Ei) (w)} Ô (r—r) cth _—. — 
— 2heï; (@) cth M  (r—r'). (13.27) 


En résolvant l'équation (13.25) pour trouver les champs B et E 
produits par le terme fluctuant K, et en obtenant ensuite les expres- 
sions quadratiques, on peut utiliser les relations de fluctuation et de 
dissipation (13. 26), (13. 27) pour exprimer le résultat à travers e;; 
ou, ensuite, à travers d’autres grandeurs convenables. Par exemple, 
dans un milieu transparent, €” —0, mais la fonction 6 de (13.27} 
assure le passage limite correct, disons, à l'expression (cf. $ 91 
de $ [27)) 


(Œ (r)E (r’))o = = h@ sin ((wic) nr) th. 
en (13.28) 
( 2xT ? 


|[r—r’ let l'indice k réfraction nr = V e — V/e’, puisque 
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De là, on est amené directement à la formule de la densité à l'état 
d'équilibre de l'énergie électromagnétique dans un milieu dispersif 
transparent (dans ces cas, on parle généralement de rayonnement 
thermique). En effet, cette densité vaut *) 


| 0) 
Lo = 57 2(E?)u +22 (H° = 


is (r ur +n) cth = 


4r?c3 
_f ho ko un? d(wn) . 
dE (= + exp (4w/xT) — 1 | nèc3 do ‘? (13.29) 


ici on a tenu compte de la relation (13.28) ainsi que du fait que pour 
les ondes normales transversales dans un milieu isotrope (et ce sont 
les seules ondes que nous examinons maintenant) (H°), — e(E*).. 

D'autre part, la formule (13.29) peut s’obtenir directement par 
une voie bien plus simple en admettant que l'énergie moyenne de 
chaque « oscillateur du champ » (indice «) soit" 


ho kw UT) T0) 
Wa — (+ exp Tron/xT)=1 )= 3 cth TT (13.30) 


et que le nombre de tels oscillateurs dans l'intervalle dw soit (le 
facteur 2 rend compte de deux directions de polarisation) 


2dkx dky dkz Snk®dk  w?n°? d(wn) 


(205 (2n) nées du des, (18.51) 
à dk __ d(œn/c) . 
puisque Jo = do  *? k=n (w). 


Les expressions obtenues pour un champ transversal dans un 
milieu homogène transparent (en général sans dispersion spatiale, 
puisqu'on n’a tenu compte que de deux ondes) se généralisent aïisé- 
ment au cas d’un milieu transparent arbitraire, où peuvent se pro- 
pager les ondes normales d'indice de réfraction n, (w, s), L = 1, 2, 
3 . Dans ce cas, par exemple, 


&?n?uw (@) 
HET 


( 9 (on) 
” dù 


w, (w, s) do dQ — 


do dQ, (13.32) 


où w (w) est la fonction (13.30) de ©, = o, égale à la limite classi- 
que à xT,et s — k/k est le vecteur unité qui correspond à l'élément 


*) Pour les expressions générales de la forme o=— +} 


cf. par exemple, [27, 57, 64, 98]. Quant aux grandeurs utilisées dans le texte, 
elles sont telles que 


1 f d(we) 
do 


+00 co 


Œi= | En du=2 | (Fe dv. 


es 0 
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de l'angle solide dQ@. Nous avons déjà rencontré l'expression (13.32) 
au chapitre 9 (cf. également la bibliographie qu’on y trouve). 
Aucun doute n'est permis quant à la possibilité d'obtenir cette for- 
mule à partir du théorème de fluctuation et de dissipation (13.26), 
en l’appliquant ensuite au milieu arbitraire et en passant à la limi- 
te e; +0. Mais pour un milieu transparent cette voie est bien plus 
compliquée et pas du tout adéquate au problème. Sans aucun doute, 
la valeur de la relation (13.26) et de toute l’approche se basant sur 
ds fluctuations et des inductions aléatoires, etc. (cf., par exemple, 
(13.25)), est définie par la possibilité d'étudier, dans cette voie, les 
milieux absorbants, le passage aux milieux transparents ne servant 
ordinairement qu'à des buts de vérification. 

Dans un milieu absorbant *), l'énergie du champ électromagné- 
tique ne constitue généralement qu'une petite fraction de l'énergie 
totale (ou de l'énergie libre) de l’agitation thermique dans ce milieu. 
Il s’agit, certes, ici d'un champ électromagnétique dans le domaine 
des longueurs d'onde ou des distances caractéristiques sensiblement 
plus grandes que la dimension atomique a. Si on envisage le champ 
tout entier, alors, finalement, la matière ordinaire ne contient que 
de l'énergie électromagnétique (nous faisons abstraction de l’énergie 
nucléaire qui reste invariable tant que la composition de la matière 
demeure isotrope). Mais premièrement, cette énergie est essentielle- 
ment électrostatique (coulombienne); deuxièmement, elle se « con- 
centre », pour ainsi dire, à l'échelle de l’ordre atomique (a — 10° — 
107 cm), et troisièmement, son calcul doit se faire suivant les règles 
de la mécanique quantique. Mais le champ à ondes relativement 
longues de À ÿ a est porteur, comme nous l’avons dit, d'une énergie 
en général faible. Le rôle de cette énergie n’est pas encore très clair 
et implique une analyse ultérieure, au moins pour des milieux « non 
standard » (par exemple pour les combinaisons chimiques stratifiées 
ou filamenteuses, etc.). A l'heure actuelle, deux positions du problè- 
me impliquent l'évaluation des fluctuations électromagnétiques dans 
le milieu absorbant continu. C’est premièrement, le problème des 
forces qui s’exercent entre les corps macroscopiques à des distances 
LS a (d'habitude ces forces sont dites intermoléculaires ou de Van 
der Waals). Le deuxième problème s'apparente au précédent: il 
s’agit du rayonnement thermique des corps macroscopiques. Ïl est 
vrai que si la longueur des ondes émises À < L (l'est la dimension 
caractéristique du corps, par exemple, le rayon d'une bille ou d’un 


*) La notion de l'énergie d'un champ électromagnétique dans le milieu 
absorbant nécessite, il faut le dire, une mise au point puisque en tous cas elle 
n'est pas univoque (cf. [57, 64]). Pourtant, dans un milieu absorbant, l’énergie 
du champ, premièrement, peut être introduite en précisant le modèle du milieu, 
et deuxièmement (ce qui importe surtout ici), à l'état d'équilibre thermique la 
dissipation, en moyenne, n'existe pas et le sens de l'énergie interne du champ 
électromagnétique est bien défini (cf. également plus loin). 
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cylindre échauffés), on peut appliquer ordinairement l'approxima- 
tion de l'optique géométrique et avec elle, ka théorie classique du 
rayonnement thermique (loi de Kirchhoff, etc.; cf., par exemple, 
$ 60 de [152]) ; mais pour À > (ce qui peut avoir lieu” “pour les anten- 
nes, les corps échauffés dans les guides d'ondes et les cavités réson- 
nantes, etc.) il faut déjà réaliser des calculs électrodynamiques 
plus complets. Nous n'’allons pas envisager l’ensemble des prolèmes 
correspondants (cf. [155]) et examinerons sommairement seulement 
la question des forces intermoléculaires. 

Dans une position relativement simple du problème, il s’agit de 
rechercher la force en action entre deux milieux aux permittivités 
e, (w) et e, (w) occupant les demi-espaces Z et 2. La distance (la 


V4 
COOOAAASE APN A MANS RES 
A RU M cru) nt RQ NON re 
Milieu ! ARE S ni NS NA M ee 


Milieu 3 4 FRS dau) RSR 


DSC SOS 008.0 00.0" 8.00.070 NZ D 
T 


Milieu 2 LL Le 
Fig. 13.3 Deux demi-espaces 1 et 2 (de permittivités &, (w) et 8. (w)) séparés 
Cpar la fente 3 occupée par un milieu de permittivité ez (w) 


fente) entre les milieux est Z et la fente elle-même peut contenir un 
milieu (un gaz ou un liquide) de permittivité e; (w). Nous avons dit 
que cette position du problème était relativement simple ayant en 
vue qu’elle rendait possible plusieurs généralisations: passage 
à des milieux anisotropes, à des milieux à dispersion spatiale, à un 
ensemble des plaques (couches), à des surfaces gauches, etc. Pour 
ce qui est de son analyse quantitative complète, le problème envisa- 
gé est d’une complexité exceptionnelle ou’plutôt il est très lourd. 
Pour que ceci soit clair, donnons |’ expression de la force F subie par 
unité de surface de chacune des plaques 7 et 2 (et formellement, par 
chacun des demi-espaces) “pArse par la fente 3 (fig. 13.3) 


FA T)= #7 S 6/25 [rt } dp, 
m=0 


___ ff (s1+P) (s2+ p) 2P@m a. 
(= [ua | c IVe) )—1] + 


(s1 + Pe1/es) (s2 + pe2/e3) 2POm _4a1l"! 
+[éRes (s2 — PE2/E3) exp ( c IVe) 1] }» 


= V Ey/es—1+p°, Se = V Es/es—1+ p°; 
Om = 27mxT/h, 


(13.33) 
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où le prime de la somme signifie que le terme comportant m = 0 
doit être multiplié par !/,; d'autre part, toutes les permittivités 
complexes e,, & et &, sont prises pour la partie imaginaire iw,, (la 
valeur positive de F correspond à l'attraction entre les corps, et sa 
valeur négative, à leur répulsion). Dans le cas limite d'une distance 
très'petite entre les corps Z et 2 (cela signifie que les longueurs d'onde 
importantes pour notre problème À, — Onc/(wÿ/ 83) D L; de plus, 


on admet que x7l/hc & 1, ce qui a fait poser T = 0) la formule 
(13.33) se ramène à 


pa | after 4] ace, | 
0 0 


(4 —E3) (Ex — Es) 


(13.34) 


E1, 2," = €, 2, 3 (i). 


Dans l’autre cas limite, celui de grandes fentes de ! $ À,, l’expres- 
sion générale (13.33) devient aussi plus simple. Bornons-nous ici 
au cas encore plus particulier de deux milieux très bons conducteurs 
(à la limite, conducteurs parfaits) séparés par une fente vide siffisam- 
ment large. Alors, 


=D Re (13.35) 


Pour le cas le plus important de la fente vide (c.-à-d. avec 8; = 1) 
la formule (13.33), bien que sa forme n'en devienne pas beaucoup plus 
simple, a été obtenue [160] si l’on peut dire directement en calculant 
les champs fluctuants E, et H, dans la fente et ensuite le tenseur des 
tensions ‘maxwellien *) avec utilisation du théorème (13.27). Les 
calculs en sont si lourds qu'on ne les reproduit même pas dans [27] 
(cf. $ 92), où, généralement, tous les calculs importants sont donnés. 
Quant à la généralisation au cas d'une fente non vide (c.-à-d. au cas 
de la formule (13.33)), elle a été obtenue dans [161] (cf. également 
chapitre 6 de [153]) par la méthode de la théorie quantique du champ 
(ou comme on l’appelle parfois en physique statistique, par la 
méthode de la théorie quantique des systèmes de particules multi- 
ples). L'efficacité et la fécondité de ces méthodes sont prouvées. Mais 
cela n’interdit nullement la recherche de tels ou tels résultats par 
des moyens plus simples. Sans parler de la méthodologie de la ques- 
tion, on peut affirmer en général que les méthodes plus claires et plus 
simples et, par suite, moins lourdes, sont préférables pour passer aux 
problèmes plus compliqués, fournissent un moyen de vérification, etc. 
D'après nous, c’est précisément le fait du calcul des forces en action 
entre les corps macroscopiques. 


*) La force F est égale à la composante o,, du tenseur des tensions, où 
l’axe des z est perpendiculaire à la fente. 
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En effet, comme on l’a noté dans l’article [162], le résultat (13.34) 
pouvait s’obtenir d’une façon bien plus simple que dans [161] (et 
plus tard [163] a montré que ceci se rapporte également à la formu- 
le (13.33)) en procédant de la façon suivante *). Supposons que les 
milieux 7,2 et 3 soient transparents. Alors, l’énergie interne W 
et l’énergie libre # du système peuvent s’écrire 


W=W-F— = D Wa (ua, T), 
(e 2 


a = 1/2ho cthee, (13.36) 


F = 3 {xTin(1—exp (—<e))+1/2ñ0. }, 
œ J 


où &, Sont les fréquences propres; pour calculer la force F — 
— —0$ Jôl les fréquences w, dépendant de Z sont les seules à présenter 
de l'intérêt. Ces fréquences w, ({) associées aux oscillations « de 
surface » dans la fente s’obtiennent sans peine. En les portant dans 
(13.36), on obtient justement (13.33) ou, en particulier, (13.34). 
A titre d'illustration déduisons cette dernière formule **). 

Dans les domaines homogènes 7, 2 et 3 l’équation d’onde est de 
la forme (cf. fig. 13.3) 


AE R=0; 


c3 
Cherchons sa solution de la forme 
E = E, (2) exp Li (k:xz + k, y)l. 


Alors pour E, (z) on obtient l’équation: 


z 2 . 2 
FRA RE, ()=0, KR Ÿ, KR. 
Les solutions E, (z) qui nous intéressent et qui sont associées plutôt 
aux surfaces, c.-à-d. localisées au voisinage de la fente, sont évidem- 


*) Dansles articles [162, 163] on procède en fait par la façon décrite, mais, 
fait étrange, on ne fait aucune réserve indiquant que l'étude ne porte directe- 
ment que sur le milieu transparent. 

**) Notons qu’un tel procédé appliqué à deux conducteurs parfaits séparés 
par une fente vide a été utilisé il y a bien longtemps [164] et a conduit precicé- 
ment à la formule (13.35). Dans ce cas le rôle des oscillations nulles du champ 
traduit par la force 


oW 


rar 


ô 
= >» 1/2%0,, (D), 
œ 


est particulièrement suggestif ; ici wa ({) sont les fréquences des oscillations 
propres du champ électromagnétique dans la fente (on admet que T = 0). 
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ment, dans le domaine 1, de la forme: À exp (—X,z), dans le do- 
maine 3 de la forme : B exp (—K 42) + C exp (K:z) et dans le domaine ?, 
de la forme: D exp (K,z). Aux frontières (avec z = 0) et z = l), 
ces solutions doivent être « aboutées » entre elles à l’aide des condi- 
tions limites électrodynamiques qui imposent la continuité de la 
grandeur £E,, (z) et des composantes E,, (2) et Eo, (2). 

Puisque comme nous l'avons dit, nous voulons nous borner au 
cas statistique, il faut poser K°? = k° (formellement on l’obtient 
avec c — œ) et nous pouvons ne pas envisager le champ magnétique 
(c'est pourquoi nous n'avons pas écrit l'équation correspondante). 
Enfin, la condition div E = 0, varie pour chacun des domaines 1, 
2, 3, entraîne que la composante E;,, (z) est proportionnelle 
à dE, (z)/dz (il est commode de diriger k suivant l'axe des zx, ce qui 
ne compromet pas la généralité). C’est pourquoi, aux frontières 1-3 
et 3-2, les grandeurs &£,. et dE,, (z)/dz doivent être continues. Il en 
résulte quatre équations homogènes des amplitudes À, B, Cet D. 
La condition d'existence d’une solution non triviale est de la forme 


T (ou) ES EE ED exp (241) — 1 = (13.37) 


(E1 — E3) (E2 — 


où &,, & et e, sont fonctions de «w. 

L'équation de dispersion (13.37) associe k = V'k2 + k£ à © — 
= Oe, C.-à.-d. détermine les fréquences propres des ondes dans la 
fente. 

D'après (13.36), pour T = 0, 


1 O0 
W= D ho | 2rkdk{ }, 
œ 0 (13.38): 
How 9 


Os 


où on utilise le théorème connu de la théorie des fonctions analyti- 
ques, ce qu'on appelle le principe de l’argument qui exprime sous la 
forme d'une intégrale de contour la somme des valeurs d’une fonction 
(dans notre cas, de la fonction 1/2 fo) pour tous les zéros © = 
d’une autre fonction (dans notre cas, de la fonction Z (w); cf., par- 
exemple, p. 235 de {165]). Ce qui importe encore, c’est qu'il ne faut 
pas tenir compte des pôles de la fonction % (w), puisque les valeurs 
correspondantes de w, ne dépendent pas de Z (pour plus de détails 
sur les conditions d'application des calculs, cf. [167a]). On tient 
aussi compte du fait que les racines «w, de (13.37) dépendent de x 
comme d'un paramètre, ae que le nombre de ces racines dans 


l'intervalle dk est égal à En 2rk dk; puisque (13.36) comporte la 
somme suivant toutes les racines, il faut intégrer sur 4. La force 


[In Z (w)] do, 
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F = —0W]0l est définie par la valeur de la dérivée 
4. 07/80 . 2k0Z/0w 
OO Z  Z= 0 


étant donné qu'en vertu de (13.37), 9%/01 = 2k (% — 1). Enfin, 
on peut écrire 

___ L9Z/0d0 = (+) 

ZT  _ d©\XZ Z 

et profiter de cette relation pour intégrer (13.38) par rapport à «. 
En introduisant les variables x — 2kl et £ — — iw et en retenant 
comme contour d'intégration l'axe imaginaire des w, on obtient 
tout de suite la formule (13.34). Notons que les valeurs des fonc- 
tions e (i£) pour la fréquence imaginaire © = ëië peuvent s’obtenir 
si l’on connaît les valeurs de &” — Im & pour les fréquences réelles w ; 
on a en vue la formule (cf. $ 62 de [27])? 


© 


19 ” 
e(t=1+e | SE az. 
È Ù 


Comme nous l’avons dit, le résultat général (13.33) peut s’obtenir 
également [163] d’une façon analogue mais en tenant compte du 
retard (c.-à-d. en calculant les fréquences w, (k) dans la fente les 
valeurs exactes de K°—= k? — ew*/c? et non pour Æ? = k; cf. 
dans ce qui précède). Bien entendu à la fin du calcul on admet que 
les permittivités sont arbitraires et qu'elles correspondent aux mi- 
lieux réels. Outre qu’« on ne juge pas les vainqueurs » la déduction 
des formules (13.33), (13.34) des milieux absorbants à partir de 
l'expression générale (13.36) des milieux transparents, peut être 
justifiée par les arguments suivants. Premièrement, l'appartenance 
des permittivités e,, e. et es à (13.33) est fonctionnelle. Deuxième- 
ment, la fonction æe (w) est toujours réelle sur l'axe imaginaire 
(cf. $ 62 de [27]). Aussi, le résultat obtenu pour les milieux trans- 
parents (avec la fréquence réelle w, &,, &, et e,; sont des grandeurs 
réelles, positives) doit apparemment coïncider avec un résultat sensi- 
blement plus général, applicable à des milieux absorbants. Il est 
peu probable pourtant, qu’il se trouve quelqu'un pour croire à cette 
conclusion si elle n'était pas obtenue auparavant sans hypothèses 
supplémentaires. Tant pour cette raison qu’en ayant en vue d’autres 
tâches apparentées ou analogues, le développement suivant les oscil- 
lations propres de;fréquences «w, utilisé doit être généralisé d'une 
façon conséquente aux milieux absorbants. C’est ce qui est tout à fait 
réalisable [166—167a]. 

La possibilité de la généralisation susmentionnée a été rendue 
évidente par l’exemple du contour électrique examiné précédemment : 
l'énergie interne du contour a été trouvée également pour R Æ 0; 
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elle vaut (cf. (13.11), (13.12), (13.15) et (13.30)) 


— 1 CRw(w, T) dw 
W — +Æ-L(z H2C?w° + RECu + (LCw— Dit 
1 ( CLRo(o. Dodo | (13.39) 
pere | R2C20 + (LC —1}°? 


Fe Aw 
w (wo, T) — cth=r 
Pour généraliser ce résultat, il faut le ramener à la forme générale 
du développement suivant les fréquences propres non pas du contour 
en question lui-même, mais d’un contour auxiliaire. C’est que nous 
nous intéressons aux oscillations forcées dans le contour, provoquées 
par une quelconque f.é.m. + exp (—iot) (dans le cas concerné, 
il s’agit de la f.é.m. fluctuante). Alors, d’après (13.1), il est clair que 


&o LABS 


Tee 
De TERRE or AG)=r—i Te (13.40) 


Mais w, (w) sont les fréquences propres du contour (c’est ce qui 
constitue justement le contour auxiliaire) 


Lg + Rg++=0, (13.41) 


qui se distingue de (13.1) par (w/w,) R substitué à R (pour éviter toute 
confusion, expliquons une fois de plus que les solutions exp (—iw,(w)f) 
où la fréquence w, tout comme dans (13.40), est considérée com- 
me paramètre, vérifient justement l'équation (13.41)). En termes 
des fréquences w, (w), l’expression (13.39) se met sous la forme 


| _—— 
+ [ PO PQ Ss A329) 


&? (&) — &° du 


L'identité des expressions (13.39) et (13.42) est immédiate. 

__ Bien entendu, rien n'est changé encore dans le cas du contour, 
mais pour généraliser (par exemple, dans le cas des oscillations dans 
la fente) il faut partir précisément de l’expression (13.42), et surtout 
utiliser les fréquences w, (w) analogues à la fréquence w, (w). Ce 
dernier procédé est bien connu (cf. $ 100-102 de [98] et [167al]). 
Supposons que le système tout entier soit plongé dans une cavité 
résonnante auxiliaire aux parois conductrices parfaites. la fréquen- 
ce w étant considérée commé un paramètre, alors que les fréquences 


20—006 
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propres de la cavité w, (w) sont déterminées par les équations du 
champ homogènes 


rot How (wo, r)—= 


__ io (@) ( E(o, r, r°) Eo,tu) (o, r')dr”, L 13.13) 


C 


Oœ (© 
rot Eu çw)(&, r) = eo S) How) (@, r), 


où & est l’opérateur linéaire qui figure dans (13.24), dont les indices 
tensoriels i, j sont omis par simplification (13.43) entraîne que pour 
We —= © la cavité auxiliaire coïncide avec la cavité réelle (c.-à-d. avec 
le système considéré) si les sources extérieures et fluctuantes sont 
absentes. Les fonctions propres Es w, (&, r), Hu «uw (&, r) de la 
cavité auxiliaire possèdent plusieurs propriétés (orthogonalité, etc.) 
qui rendent très simple la recherche des solutions « forcées » dépen- 
dant de K (w, r) du problème réel décrit par les équations (13.25). 
és interne moyenne du système se met alors simplement sous 
a forme 


+oo 
W— _i w (@, T) 
W= > | or © do+ 
œ —o 
ê n (@, T) _ du (w) 
a. w (@, © (© 
+ D | rer de 4 (18.4) 


ce qui généralise immédiatement l'expression (13.42). Cette dernière 
circonstance rend déjà évident le fait que pour e&” —0 (ou R +0), 
l'expression (13.44) devient (13.36) pour W (ceci, certes, concerne 
également les expressions de #). Par ailleurs, la formule (13.44) 
est vraie aussi pour les milieux absorbants et (13.43) montre claire- 
ment qu'on peut l'utiliser pour évaluer l’anisotropie et la dispersion 
spatiale. Comme le montrent [166-167a], dans le cas du problème de la 
fente (cf. fig. 13.3) pour un milieu isotrope sans dispersion spatiale 
on tire de l’expression (13.44), ou plus précisément de l'expression 
analogue de l'énergie libre *) la formule (13.33). Lorsqu'on a à résou- 
dre des problèmes encore plus compliqués, par exemple, lorsque 
les milieux 1 et 2 sont anisotropes [167], les avantages de la méthodo- 


*) Pour T —+ 0, l'énergie libre coïncide avec l’énergie interne. Quant aux 
problèmes sur les forces de Van der Waals, c’est le cas T —+ O0 qui ordinaire- 
ment présente de l'intérêt (cf. [27, 153, 160]). C'est pourquoi nous n'avons pas 
écrit l'expression de #. 
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logie décrite du développement suivant les oscillations propres de- 
viennent encore plus frappants. On peut penser que c’est précisément 
cette approche qui sera le plus utilisée dans la résolution de toute 
une série de problèmes apparentés sur les forces moléculaires de dif- 
férents milieux et avec les conditions 

géométriques différentes, dans le cal- 

cul de l'énergie libre d’un milieu ab- 

sorbant, etc. Vo le 

Considérons à titre de conclusion le | 
encore un problème électrodynamique 
relatif aux fluctuations, à savoir celui | 
de l’action qu'exerce la tension fluc- 
tuante dans une cavité résonnante, 
sur les électrons passant par cette ca- 
vité [168]. 

Supposons qu'un électron nonre- Fig. 13.4. Illustration du prob- 
lativiste à énergie initiale ÆX,— 1ème des électrons traversant 
— 1/2 mv° entre dans la cavité à l’ins- DOS FANRENREONIANSE 
tant { — Ô et en ressort à l’instant 
Tt avec une énergie Æ+ = 1/2muw. Admettons que le champ de 
la cavité est homogène et dirigé avec la vitesse des électrons suivant 
l'axe des z (cas qui correspond aux cavités de forme déterminée, 
par exemple à celles de la forme schématisée sur la figure 13.4). Si 


E = E, cos ot + (E, + E)) sin ot, 


k 


alors, 
mr=eE, v=z (t) = vo + 


+ {Esinot+(Æ:+ Eos) (1—cosurt)}. (13.45) 


Considérons ensuite que Æ; et E, sont des grandeurs aléatoires, 
de sorte que Ê, = E, = 0 et Ei — E? — v?/l, où L est l'épaisseur de 
la cavité résonnante (voie parcourue par les électrons dans la cavité) 
et V3, la tension fluctuante quadratique moyenne sur l’« armature » 
de la cavité. Alors, aux termes d'ordre e? près, on a (K, — 1/2 mr) 


K:—K5= ——. (+ sin? 1/26 + Eÿ (1 — cos wr)?)+ 


2e 


+ E, sin? {1/2wr, 
GK) =KRi—(K.) = (KR) — | 


(13.46) 


— ((Æ:— Ko)? = sin? {/207. 
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Le terme e* omis ici est négligeable si la vitesse de l’électron 
change faiblement, c.-à-d. (v, — v.) € v,; en cette approximation, 
le temps que met un électron à traverser la cavité + = l/v, et 


— in 1/20 2 : 
TK.) = er: (<< —) . (13.47) 


Ci-dessus, nous avons admis que V ne variait pas beaucoup avec le 
temps. S'il n'en est pas ainsi, au lieu de (13.47) on a 


sin 1/207T 


1/207T ) do, 


(AK) = >|] (Vie | 
0 
| (13.48) 


V9 | (V2), do. 
0 


Bien entendu, dans un cas classique, il est possible que (V2), = 0, 
mais, à l’état d'équilibre thermique, dans la cavité il y a toujours 
un rayonnement électromagnétique ; de plus 


- R (o)xT/x 
AV?) 0 = CRC + (Lui — 1}. (13.49) 


où on a utilisé la formule classique de Nyquist (13.17) pour (6°)., 
alors que L (w),°"C (w) et R (w) sont respectivement l'induction, la 
capacité et la résistance d’un contour équivalent à la cavité donnée 
dans le calcul de la tension V. Dans ces conditions, le contour est 
considéré comme appartenant au type représenté sur la figure 13.1 
(connexion en série) et tel que Z = R —i(oL — 1/6C) J, = 
= 60/2 (o)-et V, = JlioC = 6,/iwoCZ. Alors qu’en utilisant la 
formule quantique de Nyquist (13.16) on obtient 


(AK LA _ 


C (2/x) R (o) {1/2%0 + Ao/[exp (ñw/aT)—1]} / sin 1/207Tt \2 
d. R3C30 + (LC? — 1)? 1/207T ] de (13.50) 


ou pour une cavité résonnante faiblement évanescente (au facteur de 
qualité (Q) élevé) de fréquence propre wi; = 1/V LC 


(Lo + (RER), (48.51) 


(AK:}? exp (A@;/XxT) —1 1/201T 


os) 


Puisque, dans ce qui précède, nous avons admis que le mouvement 
des électrons était classique, le résultat susmentionné est vrai seule- 
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ment sous certaines limitations. Si l’on se souvient pourtant que la 
longueur d’onde de l’électron est À = 2xf/mv << 105 cm avec X — 
— 1/2 mr > 10 eV, il devient clair que, pour les cavités résonnan- 
tes traversées par un faisceau électronique, l'approche classique reste, 
pratiquement toujours, valable. Or, dans toute une série d’articles 
(cf. les références de [168]), le même résultat du problème ci-dessus 
s’obtenait par la méthode de la mécanique quantique appliquée tant 
au rayonnement qu’au déplacement des électrons. Ce qui vient d’être 
dit rend clair qu’en général, cette manière de procéder est superflue 
(pour certaines réserves supplémentaires cf. pourtant {168])). 


CHAPITRE 14 


DIFFUSION DES ONDES 
DANS LE MILIEU 


Diffusion des ondes électromagnétiques (lumineuses) dans un milieu. Largeur 

des raies dans Le spectre d'émission et dans le spectre de la lumière diffuse. Diffu- 

sion de combinaison de la lumière avec formation des polaritons (excitons réels). 
Diffusion sur les électrons libres et dans un plasma. Diffusion de transition 


Un milieu est dit homogène si ses propriétés statistiques moyennes 
ne dépendent pas des coordonnées (dans ce qui précède, cette défini- 
tion était toujours sous-entendue). C’est dans ces conditions préci- 
sément qu'a été introduit, par exemple, le tenseur e;; (w, k) qui 
associe l'induction moyenne et le champ moyen (par moyennes on 
entend les valeurs statistiques moyennes). Dans un milieu homogène, 
comme le montre la résolution des équations du champ, les champs 
moyens (ondes) se propagent sans aucune diffusion ; cette résolution 
a été réalisée, notamment, dans les chapitres 10 et 11 pour trouver 
les ondes normales. Mais si l’on tient compte des fluctuations, le 
milieu évidemment devient inhomogène et les ondes se diffusent, la 
diffusion sur les fluctuations thermiques de la permittivité ne se 
distinguant en rien, en principe, de la diffusion sur les inhomogénéi- 
tés, de &e;; dues aux sources extérieures. Puisqu'en présence de la 
dispersion spatiale l’introduction même du tenseur e&;; (w, k) suppo- 
se l’homogénéité du milieu, l'étude de la diffusion, compte tenu de la 
dispersion spatiale, impose une analyse spéciale. Dans ce qui suit, 
dans la discussion de la diffusion avec production des polaritons, 
nous traiterons cette question, en considérant pour le reste que, dans 
le milieu soumis à l'étude, la dispersion spatiale est absente. La 
théorie générale de la diffusion des ondes électromagnétiques dans 
un milieu isotrope négligeant la dispersion spatiale et, de préféren- 
ce, sous la condition d’une faible variation de la fréquence du rayon- 
nement diffus par rapport à celle du rayonnement incident, est exposé 
au chapitre 14 de [27] (cf. également [169]). Nous nous bornerons 
donc, comme d'ordinaire, à un tour d'horizon sommaire de certains 
résultats généraux, pour passer ensuite aux notes complémentaires. 

Dans la plupart des cas, le champ diffus E”’, H” est faible devant 
le champ E,, H, de l’onde incidente (diffusée) (une exception est 
présentée, par exemple, par le domaine d'opalescence critique, sans 
parler déjà de la diffusion par différents milieux troubles du type 
émulsion). Dans ces conditions que nous nous imposerons comme 
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limites, nous pouvons appliquer la méthode des perturbations. 
Ecrivons la relation entre l'induction totale D (w, r) = D, + D’ 
et le champ total E (w, r) = E, + E” sous la forme 


D; = E;;E} A eg E) + Ôe 130, j = EE), ;+eÿE; + e:,Eo, = 
= Doi +e8 E;+ôe:;E0,3, (14.1) 


où ey; (ow, r) = € (w) + ôes; (w, r) ; on admet que la partie fluctuan- 
te de la permittivité Ôe,, est un petit de même ordre que le champ 
E; ; dans un milieu isotrope, ef) — eô;,, et sous l'hypothèse du milieu 
transparent on peut admettre également que les tenseurs e et ôe,, — 
= Ôe;; sont réels (bien entendu, dans un milieu isotrope non plus le 
tenseur Ôe;, ne se ramène pas en général à un scalaire). Sous toutes 
ces hypothèses de simplification il est commode d'exprimer E’ 
par D’ et d'écrire 


’ rt ’ C 
E =D mi. Ci — Ôe,,E), je (14.2) 


Considérons maintenant l'équation d'onde du champ E, c.-à-d. 
l'équation (cf. (10.21)) 


rot rot E—%D = (0. 
C 
En y portant la relation (14.2), compte tenu du fait que par hypothèse 
rot rot ET D=0, 
C 
on obtient 
AD'+ %e (w) D'=—rotrotC, (14.3) 


puisque div D = div D, = div D’ = 0. 

La résolution de l'équation (14.3) pour l’onde incidente E, — 
= E,, exp (iker), l'observation se faisant dans la direction k,, 
à une grande distance R, du volume diffuseur (mais dans le domaine 
de &(w) de même valeur) amène 


, exp (ik«Ro) 
E"= — —HneRs [Ks [k,G]]. 


G,= [ (8e: Eo0, ») exp (iqr) dV,  ! (14.4) 
q=k—k, kK=k=eVe(), | 
où k, et k, sont les vecteurs d'onde des ondes incidente et diffusée. 


Nous avons adopté précédemment qu'en toute rigueur la diffu- 
sion avait lieu sans changement de fréquence et de ce fait nous ne 
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faisions pas de différence entre la fréquence de la lumière incidente *) 
w, et la fréquence de la lumière diffuse w,; pour la même raison, 
k. = k,. Or, en fait, rien ne change si w,. = w,, mais on peut ignorer 
la dépendance fréquentielle entre & et Ôe;; dans l'intervalle de fré- 
quences Aw = (w, — w,). Autrement dit, on peut admettre que le 
champ E’ est le champ total de la lumière diffuse sous la condition 


que Aw <& w.. C’est pourquoi le calcul de | E’ [?, où le surlignement 
traduit la mise en moyenne par rapport au temps, fournit l'intensité 
totale (pour toutes les fréquences) du rayonnement diffus. D'après 


(14.4), pour l'intensité de la lumière diffuse 7 — SR,=— ae | E'PR:, 


rapportée à l'intensité de la lumière incidente 7, = ee | E, let 
à l'unité d'angle solide, on a 

LOUE. IG 2 

To — 16% (2) TEE Sin, (14.52) 


où est l’angle entre G et k, (vecteur d'onde de la lumière diffuse) 
et où l’on tient compte que ke = ki — (w*/c?)e. Dans plusieurs cas, 


Onde Fo 
incidente 


Fig. 14.1. Diffusion dans un milieu 


Dans l'onde difIusees, a champ est PORTE linéairement (comme PES LR la figure) seulement 
les fluctuations vérifient la condition Ôe;j = Geû 


par exemple dans celui d’un gaz de molécules sphériques symétri- 
ques, ainsi que de plusieurs liquides, on peut considérer que les fluc- 
tuations 6e,; sont scalaires, c.-à-d. poser Ôe,,; — Ôeô,;. Dans ces con- 
ditions (cf. (14.4) et (14.5a), ainsi que fig. 14.1) 


I 4 o 4 RL 19 
= we (+) [ôegsin?#, G= Ôe,E00; 


Ôes = | Ôe (r) exp (iqr) pŸ, 


*) Nous parlons de la lumière seulement pour abréger et pour rendre le 
texte quelque peu plus concret; évidemment, on envisage, au fond, la diffu- 
sion des ondes électromagnétiques de toutes les gammes mais sous la condition 
que À < a, où a D 10-7—10-8 cm est la dimension atomique. 


(14.5b} 
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où | Ôe,| = ((Ôe)*),, mais cette dernière notation, analogue à celle 
du chapitre 13, est moins commode. 

Rappelons que le champ incident était considéré comme étant de 
la forme E, — E,, exp (ik,r); pour E,, = const, ceci correspond 
à une onde polarisée linéairement. On voit aisément que pour la 
lumière naturelle (non polarisée) d'intensité Z,, 

per (55) Em A+cos0), LT, (14.6) 


5 s2r? C Ào d 
où 6 est l’angle de diffusion, c.-à-d. l'angle compris entre k. et k.. 
Dans les conditions où | ôe, |? ne dépend pas de q (cf. plus loin), 
l'intensité 7 peut être intégrée immédiatement sur les angles (l’élé- 
ment de l'angle solide dQ = sin 6404) ; il en résulte pour ce qu’on 
appelle le coefficient d'extinction 


es 2 (14.7) 


Le volume diffuseur V du milieu intervient dans cette formule parce 
que, par définition, À est le rapport de l’intensité de la lumière 
diffusée dans toutes les directions à l'intensité de la lumière incidente, 
la volume diffuseur étant pris comme unité; autrement dit, sous 
l'effet de la diffusion, l'intensité de la lumière incidente varie sui- 
vant la loi d? = — hldz. Pour la lumière polarisée, le coefficient 
d'extinction h est certainement égal à la même expression (14.7); 
ce résultat, outre les conditions générales, se déduit de (14.5b) par 
intégration sur les angles. 
Par définition 


oc F= { [ en)" (r)expliqu—r)1an dr. 


Pour la mise en moyenne, il faut tenir compte que, lorsque les 
fréquences de la lumière diffuse sont considérées toutes ensemble, 
les fluctuations ôe (r,) et ôe (r.) ne sont en corrélation d'habitude que 
sur les distances |[r, —r, | æ a 105 —107 cm. Aussi lorsque 
À © a, peut-on adopter dans l'expression de | ôeq [°, pour la lumière, 
exp [iq (r, — r°)] = 1. Dans un milieu homogène, la valeur moyenne 
de Ôe (r,) Ôe * (r.) ne peut dépendre que de la différence r =|r, — 
—r,. C’est pourquoi en passant aux variables 1/2 (r, — r.) et r — 
= re — r, on montre aisément que, dans les conditions discutées, 


a = 6e dr)” TS 
Ôe, |? = V | (Ôe)? dr = paUsea) VZ (ôe)y, (14.8) 
où V est le volume du domaine diffuseur du milieu; bien entendu, 


il fallait s'attendre à ce que la grandeur | 6ôe,|* et donc l'intensité 7 
(cf. (14.5b)), soient proportionnelles au volume V (l’introduction de 


314 CHAPITRE 14 


la grandeur ôe)ÿ est commode du fait qu'elle est proportionnelle 
à 1/V). 


En première approximation, le rôle des fluctuations de la tempé- 
tature est faible (pour plus de détails, cf. [169]) ; il vient donc 


Br (2) GE. Gr“ (%). 

Ge & (=), (Gp, Gp = (5), : (14.9) 
d'où on tire en utilisant (14.5), (14.7), (14.8) la formule déduite 
par Einstein en 1910 (cf. [170]) 


= (+) (0 LE, BrxT sin? wŸ, | 4410) 
EE ir PrxT, 


N ___ 1 / æ EN ; 
où Br=— (5), est la compressibilité isothermique. 


is 2 de 
Pour les gaz non comprimés, e — 1 — const-p, p (=) = 
= g—1=2(n — 1) = 4naN et Br = 1/xTN (N est la concentra- 


tion des particules dans le gaz; &, la polarisabilité de la molécule), 
et c’est pourquoi (14.10) conduit à la formule de Rayleigh 
; 264% (nr — 1)° 81? \ ; 
h= En = =— 55 (14.11) 


Le résultat (14.11) est équivalent à celui qu’on obtiendrait sous 
l'hypothèse que les molécules diffusent indépendamment l'une de 
l’autre. En effet, dans le champ d'onde, une molécule isotrope ac- 
quiert le moment dipolaire p = &«E, — &æE,, exp (—iwt) et, par consé- 
quent, dissipe par unité de temps l'énergie (cf., par exemple, (1.85) 


et (3.1)) 


| Eso F; 


puisque dans notre cas 7, = (c/8n) | Es, | *, pour k — | IaQ/T, on 


aboutit tout de suite à (14.11). Le fait que dans les gaz, ou en toute 
rigueur, dans des gaz assez raréfiés (parfaits), la position des parti- 
Cules n’est pas dépendante et | ÔN |? = N, entraîne que la diffusion 
sur les fluctuations de la densité est équivalente à la diffusion indé- 
pendante (non cohérente) sur des particules (molécules) isolées. 
Par commodité, ci-dessus, nous n'avons que repris sommairement 
(en s'inspirant essentiellement de [27]) le calcul de l'intensité de la 
lumière diffuse. Pour établir la composition spectrale de la lumière 
diffuse, ou, comme on dit souvent, pour trouver la largeur des raies 
de son spectre, il faut déterminer la marche des fluctuations de Oe;j(r, 
+) dans le temps. Mais nous préférons ici examiner d’abord la question 
-de la largeur des raies aussi bien lors de l’émission que lors de la 


CE Es 
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diffusion de la lumière dans des gaz raréfiés, c.-à-d. considérer que les 
particules émettent ou diffusent indépendamment l’une de l’autre. 
Dans cette voie et en passant ensuite à la diffusion dans un milieu 
dense, nous éluciderons plusieurs éléments sur lesquels généralement 
on n'insiste pas beaucoup dans la littérature (dans ce qui suit nous 
aous guidons sur l’article [171]). 

Commençons par définir la largeur des raies de la lumière émise, 
sur l’exemple très usité d’un oscillateur évanouissant. L’équation du 
mouvement correspondante est de la forme 


z + yr + or = 0. (14.12) 
Admettons que le déplacement initial de l’oscillateur, à l'instant 
t = 0, est x,, c.-à-d. utilisons la solution 
z(t)=zoexp(—1/2yt)cos(m,t+p), mi—wi—1/4%, t1>0, 
x(t)}—=0, t<0, | 
(14.13) 


où œ est une phase arbitraire. En développant l'oscillation (14.13) en 
une intégrale de Fourier 


+00 + 
x (t) = [ Zw EXP (— iwt) du. 2 = \ x (t)exp (iwt) dt, 
on obtient 
_ _ Zo exp(—;iq) cxp(—+ ip) 
HT TT AR re aen À TEy+ un +0) UE 


On sait que l'intensité (la puissance) du rayonnement dipolaire 


est proportionnelle à (ex), où e est la charge de la particule. Il est 
donc évident que la densité spectrale de l'intensité Z (w) est pro- 
portionnelle à w* | x, |. Admettons également que la phase est 
arbitraire et procédons à la mise en moyenne par rapport aux phases, 
ayant en vue qu’on observe le rayonnement d'un ensemble des oscil- 
lateurs à phases arbitraires. Il vient 


I (wo) = Aow* | x, | = Aw* (2°), = 


LOS CS + SE } es 
167 (ox — &°) + 1/4Y° (on + w)?+ 1/4%° 
Az£o (&$ + w°) 


urine (14-45) 
où À est un coefficient de proportionnalité et la mise en moyenne 
est notée par le surlignement. Si comme d'ordinaire on a (à l'excep- 
tion de la gamme des ondes radio) 


Y € 00: (14.16) 
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on peut écrire avec une précision suffisante 
1 (w) —_ Az$o$ Ylo/27 
167€ [(@— 9) + 1/4Y9] — (©— &0) + 1/4ÿ°° 
: (14.17} 
1= | I (&) do, 

\1 
Pour Z (w), on emploie justement la formule (14.17) dont le sens est 
parfaitement clair. Quant au cas de la formule plus générale (14.15), 
on voit (cf. plus loin) que x° ne s'exprime pas d’une façon simple 
à travers 1° — À (x*).dw et, par conséquent, l'hypothèse de la 
persistance de z, pour tous les oscillateurs est tout à fait arbitraire et 
déraisonnable (cf. plus loin). Tant pour cette raison que pour l'exposé 


ultérieur, examinons un problème plus réaliste : ce même oscillateur 
soumis cette fois à l’action d’une force aléatoire f (t) 


+oo 
zx Hyz+oir= f(t)— | fo xp (— iot) do (14.18) 
D'où 
Do (14.19) 


Le rôle de la « force » f peut être rempli, par exemple, par les col- 
lisions que maintiennent l’amplitude quadratique des oscillations 
à un certain niveau moyen invariable. Si l’on admet que f (t) = 


— D amô (t — th), alors, 
LOT ; 
Jo = A > Am EXP (iGtm, 


et pour les collisions aléatoires (non corrélées) on obtient la valeur 
moyenne; 


(F2 )o =: FA 2 Ame 


Ensuite, dans ce cas 


+oo +oo 
— ? ( *)o 


Par là même, la moyenne r° et, par conséquent, les valeurs moyennes 


de l'énergie potentielle 4/2 mw°x? et de l'énergie cinétique 1/2 mai 
se trouvent constantes pour (f°), = const donné (à l’état d’équili- 
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bre thermique, ces valeurs moyennes valent 1/2 xT). C'est pourquoi 
l'utilisation de l'expression (14.19) et non pas de (14.14) est non 
seulement plus simple et plus commode, mais encore plus sensée. 
Compte tenu de ce qui vient d’être dit, (14.19) implique immédiate- 
ment a: 
QU (s) 
L(u)= Auf (2) = rs (14.21) 

Bien entendu, sous la condition (14.16) l’expression (14.21) se 
transforme en (14.17). Mais comme nous l'avons dit, dans le cas géné- 
ral, la densité spectrale de l'intensité (14.21) s'obtient sous des 
hypothèses plus raisonnables et plus naturelles que l'expression 
(14.15). Pour ce qui est de l'élargissement des raies d'émission et 
d’absorption observé dans des conditions réelles et non dans le 
cas considéré du modèle le plus simple, ses possibilités et variantes 
sont bien nombreuses (cf. [172]). 

Examinons toujours le même oscillateur harmonique mais envi- 
sageons-le comme un diffuseur et non comme un émetteur spontané de 
lumière. Supposons que la lumière incidente soit monochromatique, 
<.-à-d. que le champ de l'onde incidente soit de la forme 

+00 
E (t) = | E, exp (—iot) do = E,exp(—iw.t), 


Ew = E9ô (ù —w.), (14.22) 


la fréquence w, se trouvant loin de la résonance. 

Quelle sera la composition spectrale de la lumière diffuse si l’on 
tient compte de l'amortissement de l'oscillateur diffuseur ou lorsque 
l'émission spontanée de l’oscillateur subit un élargissement de choc 
(dans ce cas, sous les hypothèses les plus simples, on obtient la for- 
mule (14.17) avec y = 2/+t, où + est la durée moyenne entre les col- 
lisions; cf. (172, 173])? 

A cette question en son temps, plusieurs articles ont donné la 
réponse suivante: la largeur de la raie de diffusion sera la même 
que celle dans le cas d'émission ; cette réponse l’auteur a eu l'occa- 
sion d’entendre également à plus d'une reprise aux examens. Or, on 
voit aisément que sous les hypothèses avancées, la lumière diffuse 
sera monochromatique, c.-à-d., pratiquement, les raies ne s’élargis- 
sent pas du tout. En effet, l'équation du mouvement d’un oscillateur 
dans un champ (14.22) considéré comme dirigé suivant l'axe des x 
est de la forme 


| z+ ve + oz = f (t) + Ev exp (— io,t). (14.23) 
D'où 


__ (cim) E6ô (w—&e) + fo 


Le = re, (14.24) 
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et, loin de la résonance, c.-à-d. pour | ©. — w | ÿ y, ainsi que sous 
l'hypothèse que les collisions ne soient pas très fréquentes, le terme 
qui domine absolument est celui proportionnel à ô (© — «.) puisque 
le spectre de la force aléatoire f est très large. 

Ce qui vient d’être dit est bien évident, certes, sans aucun dévelop- 
pement spectral: en diffusant de la lumière l’osillateur effectue des 
oscillations forcées de fréquence égale à celle de la force appliquée 
(onde diffusée). Quant aux collisions, tant qu'on peut négliger leur 
durée At, elles modifient l’amplitude et la phase des oscillations pro- 


pres de l’oscillateur, de fréquence w4 = V @5 — 1/4 y* qu'on considè- 
re comme sensiblement différente de la fréquence de l’onde incidente 
&.. Pendant le temps Art, lorsque la diffusion est effectuée par un 
autre système, l'allure de la diffusion change, ce qui peut entraîner 
en particulier une dépolarisation de la lumière diffuse [174]. Un 
élargissement apparaît également en s’approchant de la résonance, 
bien qu’en principe la question paraisse parfaitement claire, une 
étude spéciale doit porter sur la diffusion des impulsions successives). 

Loin de la résonance et en négligeant la durée des collisions par 
rapport à celle du libre parcours, l'élargissement des raies de diffu- 
sion on est associé seulement au mouvement du diffuseur. Le premier 
. se Ts dans ces conditions est l’élargissement Doppler usuel 
172, 173 


I (Q) = const -exp ( —+) 


8xTw2 sin3 1/28 (14.25) 


Q—w@,—0, b? = Mc: 


où 6 est l’angle de diffusion et 7, la température du gaz diffuseur com- 
posé de particules (de l’ensemble des oscillateurs) de masse M ; Q est 
évidemment la différence entre la fréquence de l’onde incidente et 
de l'onde diffusée. 

D'autre part, il existe un élargissement associé génétiquement 
à l'élargissement Doppler, l'intensité correspondante étant propor- 
tionnelle au carré de la pression. Cet effet a été étudié dans [175] 
pour le cas d'un gaz raréfié, lorsque la longueur du libre parcours 
LS 0/2 sin 1/20,4, = 2nc/w.. Dans l'aile de la raie (dans le domai- 
ne Q $ b) l'intensité 7 (Q) = const-p*/, où p est la pression. 
L’élargissement concerné est dû à cette circonstance que les colli- 
sions modifient la projection de la vitesse de l’atome (oscillateur) sur 
la direction de l’observation. Il en résulte également un changement 
du décalage Doppler de la fréquence, c.-à-d. la dérivée de la phase 
subit une discontinuité ; autrement dit, l'onde diffusée se compose de 
secteurs de fréquences distinctes mais à phase continue. Le développe- 
mént en série de‘Fourier d'une telle onde possède naturellement une 
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aile supplémentaire dont l'intensité croît avec l’augmentation de 
la pression *). 

Le domaine des pressions où L — À,/2 sin 1/2 6, est un domaine 
intermédiaire et se prête mal à une analyse. Mais si ! € À,/2 sin 1/26 
(gaz comprimé), alors une approche phénoménologique est possible, 
analogue à la diffusion dans des milieux denses; par exemple, la 
diffusion Rayleigh est décrite comme une diffusion sur les ondes 
acoustiques et celles d’entropie (cf. plus loin). Pour ce cas, la ques- 
tion de la largeur des raies est étudiée depuis longtemps [27, 169, 176, 
177]. La diffusion dans un milieu dense sera examinée plus loin, alors 
que maintenant nous allons entreprendre l'étude de la largeur des 
raies de la lumière diffuse due à l'effet Raman dans les gaz. 

Dans les cas courants, le modèle classique employé pour décrire 
la diffusion de combinaison de la lumière, par une molécule, est un 
oscillateur (disons que la coordonnée généralisée x est proportionnel- 
le à la distance entre les deux noyaux dans une molécule diatomique} 
qui simule la polarisabilité électronique de la molécule «& (x); alors, 
le moment dipolaire de la molécule induit par un champ incident E 
(pour plus de détails, cf. (173, 178]) vaut 


pt) =a(r)E —a(x) Eos exp (—iu.t), &(x) — 
=a(0)+(SÆ) x (14.26) 


Le changement de la coordonnée x peut être décrit, avec une 
certaine approximation, par l'équation (14.18). Alors, d’après 
(14.19) et (14.26) 


d Î 
Po = & (0) Eoô (0 — we) + Lee 


= Poe +pPa, Q=o—w, (14.27) 


où pour uniformiser guelque peu, la fréquence de l’oscillateur w, de 
(14.18) est notée Q,. 

Le premier terme de l'expression de pw est responsable de la 
diffusion Rayleigh et ne nous intéresse pas ici. C'est pourquoi la 


*) Si le gaz est composé d’atomes de sortes différentes (à masses diffé- 
rentes), l'expression de l'intensité contient alors un terme proportionnel à Q+. 
D'autre part, un élargissement supplémentaire apparaît en présence des colli- 
sions qui font passer les atomes (molécules) à des états de polarisabilité diffé- 
rente. Notons, enfin, que dans le cas des niveaux dégénérés de la molécule dif- 
fusante, sur la diffusion Rayleigh (cohérente) vient se superposer la diffusion 
liée aux transitions de la molécule d’un sous-niveau donné à d'autres sous- 
niveaux du niveau considéré. 11 s’agit ici au fond d’un effet Raman qui s accom- 
pagne déjà d’un élargissement des raies (cf. plus loin). 
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densité spectrale de la diffusion de combinaison peut se mettre sous 
la forme 


2 Qÿ/n) 7 
1 (Q) = Aout Pol = gene 
+2 (14.28) 
I= | T(Q)4v, 


où nous avons posé & = w,, Ce qui est vrai sous la condition Q < w,; 
on admet également que | fa = (f*)o = const. 
Le domaine des fréquences Q << 0 correspond au satellite rouge; 


celui de G >> 0, au satellite violet. Si Q, S y, pour chacun des 
satellites 


To/4Tr 
1O = Er DV ww, (14.29 
où /, est l'intensité totale des deux satellites. 

Dans le cas des raies d'émission et d'absorption pour l’optique 
la condition w, > y (cf. (14.16)) est observée toujours ; en vertu de 
ce fait la formule générale (14.21) de la gamme optique n’a pas de 
valeur réelle et c’est l'expression (14.17) qui convient toujours pour 
l'élargissement du type correspondant. Pour ce qui est de la diffu- 
sion, le domaine d'application de la formule (14.28) est sensiblement 
plus large, la fréquence Q, pouvant être petite, ce qui est le fait 
d'une certaine oscillation (mode), par exemple, en s’approchant du 
point du changement de phase de deuxième espèce *). 

Dans ce qui précède nous avons obtenu pour la largeur de la raie 
d'émission non seulement l'expression (14.21) mais encore l’expres- 
sion (14.15). Si on procède d'une façon analogue, comme on le fait 
parfois pour les raies de la diffusion de combinaison, c.-à-d. si, sans 
introduire une force aléatoire f (t), on écrit dans (14.26) 


z = 20 exp (—1/2yt) cos (Q,t + p), Di = 5 — 1/4y*, (14.30) 
alors, le développement en série de Fourier pour 
p(t) = (E) zEsexp(—iwit) 
conduit à la formule de la forme (14.15) 


__ _A'w (Q$ + Q?) 


*) Cf. [179]. Il convient de noter que dans l’étude de la diffusion au voi- 
sinage des points de changement de phase de deuxième espèce et des change- 
ments analogues, [179] et certains autres articles qu’indique cet ouvrage, admet- 
tent une inexactitude assez importante relative aux corps solides et due au fait 
qu'on n'y tient pas compte du rôle des déformations de glissement [180]. . 
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C'est à cette expression justement qu'on se réfère parfois dans la 
littérature, qui est considérée comme plus précise que la relation 
(14.28). Mais comme nous l’avons vu plus haut, en fait la situation 
est directement opposée et, dans le cadre du modèle adopté, il faut 
utiliser la formule (14.28) et non pas (14.31). 

Puisque le résultat (14.28) obtenu pour la largeur des raies de la 
diffusion de combinaison est analogue à la formule (14.21) de la 
largeur des raies d'émission, on peut avoir l'impression qu’une im- 
portante différence entre eux n'existe que dans le cas de la diffu- 
sion Rayleigh. Pourtant, comme nous allons le voir, cette conclusion 
serait trop hâtive et concerne en fait les cas les plus simples, notam- 
ment, les modèles à oscillateur déjà discutés, décrivant, dans une 
certaine mesure, la diffusion dans les gaz. Mais si on veut générali- 
ser au cas de n'importe quelle diffusion dans un milieu dense, les 
expressions de la largeur des raies diffèrent sensiblement suivant 
qu'il s’agit de l'absorption (de l'émission) ou de la diffusion. 

La diffusion de la lumière dans les gaz suffisamment raréfiés est 
caractérisée par l’indépendance (incohérence) de la diffusion par des 
volumes différents, ou comme on peut l’admettre, par des molécules 
différentes (oscillateurs diffusants). Dans les gaz condensés et les 
mileux denses la diffusion! ne peut être considérée comme indépen- 
dante suivant les points différents, surtout lorsqu'on analyse la 
composition spectrale de la lumière diffuse. Dans ces cas, une appro- 
che adéquate dont l'application remonte à l'ouvrage susmentionné 
d'Einstein [170], est fournie par la représentation de la diffusion sur 
les composantes de Fourier spatiales des fluctuations du tenseur 
de permittivité *), ce qui est, au fond une étude identique de l’inter- 
action de diverses ondes planes se propageant dans le milieu. C’est 
précisément de cette façon que se faisait ci-dessus le calcul de l’inten- 
sité de la lumière diffuse (cf. (14.4)-(14.7)). Mais maintenant nous 
distinguerons entre la fréquence de la lumière diffuse et la fréquence 
de la lumière incidente. 

Reprenons par commodité les notations employées. Notons k, et 
k, les vecteurs d'onde de la lumière incidente et diffuse ; w, et w:, 
les fréquences correspondantes (plus haut, l’indice s a été souvent 
omis). En supposant que le milieu est transparent pour les fréquen- 
ces w, et &,, admettons que toutes les grandeurs, k,, k.:, w. et w.. 
sont réelles. Alors, l'onde diffusante, par exemple, la composante 
de Fourier de la variation fluctuante de la permittivité 6e (on envi- 
sage la diffusion Rayleigh sans tenir compte de l’anisotropie; 
pour plus de détails, cf. [27, 169, 177]) est caractérisée par la fré- 
quence Q et le vecteur d'onde q qui valent 


Q = wo, — ©; aq = ke — k,. (14.32) 


*) On peut attirer l'attention sur le rétrécissement des raies de la lumière 
diffusée par effet Raman dans les gaz lors du passage à des pressions élevées, 
lorsqu'on parvient encore à voir la diffusion sur des molécules isolées [181]. 
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Si la variation de la fréquence Q est faible, alors 4, Æ k, = 2nn/l, — 
= on (ow.)/c et 


== sin 1/29 — 7 C0) sin 1/20, (14.33) 


où nr (w.) est l'indice de réfraction à la fréquence w, Æ ©, et 8, 
l'angle de diffusion. 

Dans les conditions discutées, l'intensité de la lumière diffuse 7 
dans le volume V rapportée à l'unité de l’angle solide, s'exprime par 
la formule (14.5b). 

La composition spectrale de la lumière diffuse est définie par la 
cinétique des fluctuations 6e, ou d'une façon concrète 


1 (Q)=ATe.of= 4 (6e). 


ee (14.34) 
ÔEg, a = | Ôea (t) exp (— iQt) dt. 


Le sens de la grandeur ((ôe);)a est rendu clair par ce qui a été 
dit au chapitre 13, c.-à-d. 


MF = | (Geo 


—œo 


où le surlignement traduit la mise en moyenne statistique. 
Comme nous l’avons déjà dit, on a avec une assez bonne appro- 
ximation 
| de 
eg = (5) x 6Par 
où p est la densité ; les fluctuations de la densité ôp se décomposent 


à leur tour en fluctuations de la pression Ôp et en fluctuations de 
l'entropie ÔS : 


(Gp}e= (5e), Gpie+ (55) ESP. 


Les fluctuations adiabatiques (isentropiques) de la densité 
proportionnelles à à Ôp varient dans le temps conformément aux équa- 
tions de l’hydrodynamique, alors que la cinétique des fluctuations 
isobariques (proportionnelles à ôS) est déterminée par l'équation de 
la conductivité thermique. Nous ne pousserons pas plus loin l'étude 
des formules correspondantes (cf. [169] et sa bibliographie), mais 
ferons sous ce rapport quelques remarques. 

Si l’on admet que les deux coefficients de viscosité n et & ainsi 
que le coefficient de conductibilité thermique 4 sont nuls, alors le 
son se propage dans le liquide sans absorption et les fluctuations de 
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l'entropie ne se résorbent pas. Dans ces conditions, on observerait 
dans le spectre de la lumière diffuse un triplet de raies non élargies : 
au centre il y aurait la raie de fréquence non décalée © = w, (ce 
faisant, Q — w, — w, — 0) et le doublet de Mandelstam-Brillouin 
Q — + (Q,; de plus, Q, = ug = (2 un w./c) sin 1/2 6, où u est la 
vitesse du son de fréquence Q,. En langage quantique, l'apparition 
des satellites Q — + Q, est décrite comme une diffusion de la lumiè- 
re qui s'accompagne de l'émission d'une phonon d'énergie ÀQ, et 
d’impulsion äq — (hQ@,/u)q/g (satellite rouge) ou de l'absorption 
d’un tel phonon (satellite violet). Bien entendu, en appliquant la 
théorie classique, nous considérons toujours que ÀQ & xT. 

Si on ne néglige pas la viscosité et la conductibilité thermique 
le son s’amortit et les fluctuations entropiques se résorbent ; il en 
résulte que toutes les raies du triplet s’élargissent. Dans ces condi- 
tions, la cinétique des fluctuations isobariques est définie par l’équa- 
tion de la conductibilité thermique 


aT 0? 0° 0® k a 
or = XAT=frbr),, A=stoster, X= 5° (14.35) 


CE de = 


où fr sont les « forces » aléatoires conditionnées par l'agitation 
thermique dans le liquide; les fluctuations de la température T 
à une pression donnée sont proportionnelles aux fluctuations de 
l’entropie $ et conduisent finalement aux fluctuations de la densité 
p et de la permittivité & (cf. plus haut). 

C'est pourquoi (14.34) et (14.35) entraînent 


, VPT EN 21) / : 
Jus) A TE a 
n \2 + (14.36) 
9 [O7 - 
Ÿ = 2%q° = 4 (=) X(1—cos6), Zo, isob = Î I (S) dQ, 


où, comme dans ce qui suit, on suppose que la dépendance fréquen- 


tielle de la quantité (ffs)o est peu importante. 

Dans le cas des composantes de Mandelstam-Brillouin associées 
à la diffusion sur les fluctuations adiabatiques, nous ne tiendrons pas 
compte de certaines nuances relatives à la dispersion du son (cf. 
chapitre 8 et de [182]) et, de ce fait, utiliserons l’équation suivante 
se rapportant à la pression :. 


. à 9 ” 
Sr —u#Ap—TA = — Âp(&, r), 


re {gnte+(1)}. 


C 


(14.37) 
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D'où 
I (v/x) Qi Lo, sa 


SC ET 
Q = uq 22e" sin 1/20, y=— Ta, 


+00 
L'AIR — Î Taa (Q) dQ, 


—œo 


(14.38) 


où ZMB est l'intensité totale d’un satellite; pour les raies étroites 
avec y < Q,) de chacun des satellites : 


M8 0 _ (7/27) 767 Te 
Op arrr ! = [1 re, 
14.39 
area 1)}, | (14.39) 


= 2 (=) (1 — cos 6). 


Quant aux intensités Zo isob et Jo aa, leur somme dans le cas le plus 
simple est définie par la formule (14.10), et leur rapport vaut 
ST M ad+ Î 0,isob) = CvlCps © c.-à-d. Loisob/1o,ad — Chloy—A(cf. [27, 


Les formules obtenues ci-dessus coïncident, aux notations près, 
avec les expressions bien connues (cf. (27, 169, 175, 176]) ; dans [27], 
par exemple, y désigne la grandeur 1/2 y de (14.36) ou de (14.39). 
Nous avons déduit pourtant ces formules pour souligner le fait qui 
d'habitude est laissé dans l’ombre : on utilise les solutions « forcées » 
et non les solutions des équations du mouvement homogènes (dans 
notre cas, il s’agit des équations (14.35) et (14.37)). Or, s’il s'agissait 
de la propagation du son dans un liquide, l’approximation considé- 
rée imposerait l’utilisation de l'équation 

0°p 2 dp 
dont la solution pour une onde plane monochromatique à q réel est 
de la forme 


P = Po exp [ë (qr —Sèst)] — 
= po exp (— 1/2vt) exp [(qr —S2é)], | (14.41) 
Qa=Q— 2, v= Te, Q= VU TA, O3 = ue. 


Mais si on admet que la fréquence Q, est réelle, ce qui correspond 
à une autre position possible du problème, alors c’est le vecteur d'on- 
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de q qui sera complexe car l'équation (14.40) n'implique qu'une 
relation générale (équation de dispersion) 


7 — u°q® — il ,qg° = 0 (14.42) 


Dans le cas de la diffusion de la lumière, les deux quantités Q 
et q de (14.32) sont réelles du fait que k. k:, w. et w, sont réelles. De 
telles ondes « sonores » peuvent se propager dans un milieu seulement 
parce qu’elles présentent des solutions forcées de l'équation (14.37); 
or, bien entendu, les solutions forcées ne doivent pas satisfaire 
à l'équation de dispersion. De la sorte, si l’on tient compte de l’absorp- 
tion du son, en toute rigueur il serait faux de parler de la diffusion 
de la lumière avec absorption ou émission d'un phonon: ce qui est 
absorbé ou émis, ce n’est pas une onde acoustique capable de se pro- 
pager librement dans un milieu donné, mais une certaine perturbation 
sonore forcée de fréquence et de vecteur d’onde q définis par (14.32). 
Ce qui vient d’être dit n'empêche pas pourtant en général d'utiliser 
la mesure de la largeur des raies de diffusion afin de définir le coeffi- 
cient d'absorption de l’hyperson. En effet, en déterminant la gran- 
deur y de (14.36) ou (14.38) nous trouvons par là même les coefficients F 
ou y pour la propagation du son (cf. (14.41)). Mais si cela est si sim- 
ple, ce n’est que du fait que nous avons négligé la dispersion du son, 
c.-à-d. la relation entre les coefficients de viscosité et la conductibili- 
té thermique, d’une part, et la fréquence de l’autre. Dans le cas d’une 
forte absorption et dans le cas général, cette façon d'opérer n'est pas 
bonne et il pourrait être difficile de déterminer la vitesse et l’amortis- 
sement de l’'hyperson (c.-à-d. d'étudier l'équation de dispersion 
F (Q,, q) = 0 pour la propagation du son) par la méthode de la diffu- 
sion de la lumière. Une situation analogue apparaît également dans 
d'autres cas, par exemple dans la diffusion Raman de la lumière sur 
les cristaux (et en général sur un milieu dense) avec la formation 
d’excitations de toutes sortes : excitons, polaritons, magnétons, etc. 
Ces dernières années ce corps de questions fait l’objet de nombreuses 
recherches. Nous n'envisagerons ici que la largeur des raies de la 
diffusion de combinaison avec production des polaritons (excitons 
réels), l’étude correspondante [136] étant étroitement liée à la partie 
précédente du présent chapitre. 

T]l est d'usage d’appeler polaritons ou plus rarement excitons 
réels *) les excitons qui se propagent dans des cristaux et qui sont 
envisagés compte tenu du retard; cela signifie au fond qu'il s'agit 
des ondes électromagnétiques « normales » ou des photons dans un 
milieu (pour plus de détails, cf. [57, 130, 137]). La diffusion de la 


*) L'introduction du terme erciton réel est due au fait qu’on examine éga- 
lement d’autres excitons, par exemple, les excitons Coulomb et mécaniques (cf. 
[57, 130, 137]). Soulignons également que la nomenclature dans ce domaine 
n'est pas encore bien fixée et il faut en tenir compte en étudiant la littérature. 
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lumière avec production des polaritons (par exemple, d’un seul pola- 
riton) en négligeant l'amortissement de ces derniers, est une diffu- 
sion Raman qui s'accompagne de l'emission (ou de l'absorption), 
dans le milieu, d'une onde électromagnétique « normale » qui est 
un polariton de fréquence Q et de vecteur d'onde q vérifiant les con- 
ditions (14.32). Autrement dit, le processus discuté est parfaitement 
analogue à la diffusion avec production des satellites de Mandelstam- 
Brillouin dans les liquides (et les solides), mais avec remplacement 
des phonons par les polaritons (excitons réels). 

Pour simplifier bornons notre étude au milieu optiquement iso- 
trope *) et négligeons la dispersion spatiale. Alors, les propriétés 
optiques du milieu sont caractérisées par la permittivité e (w) — 
= €’ (w) + ie’ (w). Admettons (tout comme dans le cas de la diffu- 
sion Rayleigh qu’on a considéré préprécédemment) que le milieu soit 
transparent pour les ondes incidente et diffusée de fréquences w, 
et w., respectivement. Cela signifie que & (w. et e (w.) sont des gran- 
deurs réelles, c.-à-d. on peut poser &”(w,.) = &” (w:) — 0. Pour ce 
qui est de l'onde diffusante de fréquence Q = «w, — « son absorp- 
tion en général ne saurait être négligée. 

Si une onde de fréquence se propage librement dans un milieu 
donné, sa relation de dispersion est de la forme 

c?q? 


er 


- es 


= (n+ix)?= € (Q)—= e’(Q) +ie” (0). (14.43) 


Bien entendu, cette relation est une expression usuelle qui associe Q 
et q dans les ondes transversales électromagnétiques se propageant 
dans un milieu isotrope. En vertu de (14.43), les ondes normales 
(libres) qui se propagent dans un milieu dans une direction : quel- 
conque sont 


E = Esexp { == Hz — i (Qt n:) } : 
n = V1/2e" + V(1/2e92+ (2/28), re 
x = V — (1/2e"ÿ2 + V (1/2e°)2 + (1/2e”°. 


L'absorption (c.-à-d. la condition e”(Q@) £ 0) fait que les ondes 
normales (polaritons) sont absorbées et que, par exemple, pour la 
fréquence réelle Q@, le vecteur d'onde q des ondes normales est un 
vecteur complexe. Mais, lorsque la lumière est diffusée avec produc- 


*) Le processus « triphotonique » discuté ici (il s’agit de l’« interaction » 
de trois ondes ou de trois photons de fréquences w,, &w, et @) dans le milieu) 
n’est possible que dans un milieu sans centre de symétrie, mais à ces milieux 
appartiennent également les cristaux cubiques non gyrotropes de la classe 
Ty = 43 m (ZnS, ZnSe, etc.), qui sont, si l’on néglige les effets de la dispersion : 
spatiale sous supérieurs, optiquement isotropes (cela signifie que e;; (ok) — 
= £ (w) Oij. 
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tion des polaritons, les ( et q de ces derniers doivent être réels en 
vertu de (14.32). La contradiction *) apparente est éliminée si l’on 
songe que une diffusion est un processus forcé **) et que l'équation de 
dispersion (14.43) n’a aucun rapport avec les polaritons produits par 
la diffusion. Autrement dit, ce n’est qu’en négligeant l'absorption 
qu'on peut parler, au sens propre du terme, de l'effet Raman avec 
production des polaritons. Et si on tient compte de l'absorption il 
se forme une onde polaritonique et non pas un polarition libre. Ceci 
n'empêche certes pas l’utilisation de la diffusion de combinaison de 
la lumière pour l'étude des polaritons. Sous ce rapport la situation est 
analogue à celle, discutée dans ce qui précède, du cas de la diffusion 
Rayleigh dans les liquides. Pour la diffusion avec productions des 
polaritons on obtient, par exemple, la formule de la largeur de la raie 
I (Q@. q) où figurent les mêmes paramètres qui déterminent la propa- 
gation des ondes électromagnétiques normales — polaritons. Pour 
d’autres détails et la formule elle-même de la largeur de la raie 
de diffusion, nous renvoyons le lecteur à l’article [136]. Notons seule- 
ment cette circonstance que, dans cet article on n'introduit pas les 
« forces » aléatoires f (t, r), dont l'examen est particulièrement com- 
mode pour l'approche classique du problème de diffusion. Au lieu de 
ces « forces », figure explicitement dans l'équation du champ des 
polaritons donnée par [136] une « force » qui rend compte de l’action 
sur le milieu des champs électriques des ondes incidente et diffusée. 
Cette approche équivalente à l'étude de l'énergie d’interaction des 
ondes incidente et diffusée avec l’onde acoustique ou excitonique qui 
se forme (ou est absorbée) par diffusion, est naturelle dans les cas 
où il est nécessaire ou raisonable de réaliser le calcul de l'intensité 
dans le cadre de la théorie quantique. 

On peut penser que les exemples ci-dessus montrent ce qu'il y a de 
caractéristique dans la question relative à la largeur des raies de 
diffusion de la lumière par rapport à la largeur des raies d'absorption 
de la lumière ou du son, définie par les équations homogènes de la 
propagation des ondes respectives. Ainsi, par exemple, la raie d'absorp- 
tion polaritonique se forme par absorption dans un cristal de l’on- 
de incidente libre de fréquence {2 (bien entendu, pour qu’apparaisse 


*) Le fait que cette circonstance était envisagée comme une difficulté 
s'ensuit de plusieurs articles cités par [136]. L'un de ces derniers a entrepris. 
par exemple, la tentative d'associer Q et q au maximum de la raie de diffusion 
de combinaison par la relation c*q*/Q°®= n°; un autre article discutait de la relation 
cg*/Q° — e’ (Q). Dans les deux cas. on s’est efforcé de rendre réelle la grandeur 
qui figure dans le deuxième membre de la relation de dispersion. Une telle 
approche ne s'accorde pas avec les observations et, ce qui importe surtout, elle 
est incorrecte, quant au fond, du fait que Q et q associés au polariton produit 
par diffusion, ne sont pas liés en général entre elles par une relation de dis- 
persion. 

**) Ici, on a en vue n'importe quelle diffusion, y compris la diffusion spon- 
tanée, et non seulement ce qu'on appelle diffusion forcée qui apparaît lors de 
la diffusion des ondes à une intensité élevée [169, 178, 183]. 
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la raie il faut faire varier la fréquence Q). Il s’agit donc de définir 
l'indice d'absorption x, (@) qui figure dans la relation de disper- 
sion (14.43). 

Le problème de la largeur des raies de la lumière diffuse (surtout 
si on a également en vue les diffusions Rayleigh et Raman forcées 
[183], sans parler de la diffusion des ondes électromagnétiques 
dans le plasma et sur les particules relativistes ; cf. dans ce qui suit) 
présente des aspects multiples et importants. Autrefois, des diffi- 
cultés strictement expérimentales faisaient qu’il restait dansl’om- 
bre ; il n'y avait pas de sources de lumière monochromatique appro- 
priées, ce qui était surtout un obstacle pour la large extension des 
études dans ce domaine. A présent, les lasers ont supprimé cet obsta- 
cle et on assiste à un essor impressionnant des recherches de toute 
sorte consacrées à la diffusion de la lumière dans les milieux les plus 
différents. En particulier, l'étude porte de plus en plus souvent sur 
la composition spectrale (la largeur) des raies de diffusion et, probable- 
ment, cette tendance persévère en se renforçant. C’est ce qui confirme 
qu’il est utile de retenir les remarques faites dans ce qui précède. 

Considérons maintenant le cas particulièrement important. du 
point de vue des applications astrophysiques et ionosphériques, de la 
diffusion des ondes électromagnétiques dans le plasma. 

Commençons par rappeler la marche de la diffusion sur un électron 
libre isolé (cf., par exemple, $ 5 de [1] et $ 78 de ([6]). Admettons que 
l’'électron soit non relativiste, (K#=— 1/2 mvu° & mc° — 5,1.105 eV), 
et que la diffusion soit classique (äw < mc’). Le cas des électrons 
relativistes et des fréquences de rayonnement quelconques est traité 
au chapitre 16. Si un électron se déplace dans le champ électrique 
de l’onde 


E = E, cos (kr — wt), (14.45) 
en utilisant l’équation du mouvement 
mr = eE (14.46) 


et en négligeant la phase kr de (14.45) par rapport à w il acquiert la 
vitesse 


: En . = 
V=r— —< sin Œ@Ù + Vo. (14.47) 


Pour que non seulement la vitesse sans champ v,, mais encore la 
vitesse forcée soient non relativistes, il faut que soit remplie la 
condition | 
eRo 
mco 


< 1, (14.48) 


que nous considérons comme satisfaite. 
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L'equation (14.46) qui néglige la force de Lorentz = [vH] est 


utilisable justement en vertu de l’hypothèse suivant laquelle v — 


— Vi + (Emo) < c. Plus précisément, il en est ainsi si. en plus 

= E,. Pour une onde plane dans le vide, certes, H, = E,. mais 
dans un milieu à l'indice de réfaction n on a déjà H, — n£, et pour 
n © 1, le rôle relatif du champ magnétique augmente. Th peut en 
être de même dans les guides d'onde où, pour des oscillations définies 
(modes), ou, en certains points, l'inégalité H, $ E, est également 
possible. En tous cas, ici nous négligeons la force de Lorentz. No- 
tons que la condition du caractère classique de notre problème w < 
& mc? assure également la possibilité de négliger la force de réac- 
tion *) comme c’est le fait de (14.46). Enfin, pour v < c (plus préci- 
sément, il faut observer la condition v < c/n), la phase kr — 
— onvtlc & wt, ce qui justifie le remplacement du champ (14.45) 
par le champ E = E, cos wt. 

En tenant compte de ce qui vient d’être dit on se guide par (14.46) 
et on se borne à l’approximation dipolaire; de plus 


L— —= 


, p=er--<E, cos ut. (14.49) 


On en tire, en utilisant la formule (6.28), l'intensité du rayonnement 
diffus mise en moyenne temporelle, rapportée à l’angle solide dQ: 


I = (Se) Er sin = Jortsin? = do1o, (14.50) 


mc 


puisque l'intensité du rayonnement incident 


on CN re 
lon = 5 0 
(comme dans (14.5) l’angle entre E, et le vecteur d’onde k de l’onde 
diffusée est noté 4 à la différence de la formule (6.28) où cette quan- 
tité était notée 0). Il est évident que la section efficace totale de la 
diffusion 


8 : 


= ee) — 6,65. 107% cm° s'appelle section 
de Thomson). Pour la lumière non polarisée do = 1/2 ri(1 + cos8), 
mais comme auparavant, certes, ©& = 67 (ici 0 est l’angle de 


diffusion). 


(la section O7 = ri = 


*) La condition ko < mc° est équivalente à l'inégalité wo < cl(fi/me) ) & 
< clr., où re — e/mc? = 2,82-10"% cm est le rayon classique de l'électron. 
Dans ces conditions, la force de réaction est très faible (cf. chapitre 2). 
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Le calcul susmentionné montre que l'indice de réfraction nr du 
milieu où a lieu la diffusion sur un électron libre, s'échappe des expres- 
sions de do constatons que, pour le vide, le plus commode est de par- 


tir dés le début de l'expression de p de (14.49) et utiliser les formules 
bien connues de l'intensité instantannée / — ((p}/4nc*) sin? et 
{ IdR = (2/3 c®) (p)}°. 

Comme Île rendent clair (14.7) et (14.51), le coefficient d'extinction 


d’un gaz d'électrons diffusant indépendamment, de concentration N 
est égal à 


h = o7N. (14.52) 


Si on admet que le gaz est parfait et si on calcule les fluctuations Ôe 
pour le gaz d'électrons libres, la formule (14.10) fournit le même 
résultat en tenant compte, dans ce cas, que 


4ne°N de de 4e? 
oo mo? ? (o)=(N on) = — “ r= 7x 


Il est évident qu'ici on néglige complètement l’action des ions et non 
seulement dans l’expression de £ mais encore dans celle de compressi- 
bilité Br. Autrement dit, on considère que l’apport des ions dans la 
diffusion est nul qu'il soit direct ou indirect. 

Quand peut-on procéder de la sorte? Bien entendu, en premier 
lieu, c'est l'apport des ions dans €;; qui doit être petit. Dans un 
plasma isotrope il est petit pour & © kvr,.. :, et © à ver (cf. (11.40); 
dans un plasma isothermique raréfié de l'intérêt présente seulement 
l'inégalité © © kvr. tr = V/xT/m. Cette condition est toujours rem- 
plie pour les ondes transversales, mais elle est encore insuffisante 
pour considérer que les fluctuations, importantes pour le problème 
sont indépendantes. En effet, seules sont indépendantes les fluctua- 
tions dans les volumes distantes de r $ !, où l'est le rayon de corré- 
lation. Dans le gaz non chargé (neutre) le rôle de L est rempli par la 
longueur du libre parcours, et, dans le plasma raréfié, par la longueur 
de Debye r,; (cf. (11.14)). 

D'autre part. ce n’est que pour des volumes diffusants inférieurs 
à la longueur d'onde À = À,/n que les phases des ondes diffusées 
different pas plus que de x. Pour les volumes plus gros ou les distan- 
ces plus grandes entre les volumes diffusants, les ondes diffusées sont 
tout le temps « déphasées » sous l'effet de l'agitation thermique, 
c.-à-d. par suite de la dépendance temporelle des fluctuations. C'est 
pourquoi pour la lumière diffuse non décomposée en spectre (ou au 
moins pour une bande spectrale suffisamment large) la diffusion 
sur les volumes distants de r ÿ À est incohérente. Il est donc clair 
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que pour À < !, ou plus précisément sous la condition (cf. (14.33) ; 
6 est l'angle de diffusion): 

27 À 

San & I (14.53) 
la corrélation des fluctuations à des distances de l’ordre de / ne joue 
aucun rôle dans ce sens que même sans cela les ondes diffusées sont 
déjà « déphasées » à des distances bien plus courtes pour lesquelles 
le gaz se comporte presque comme un gaz parfait *). 

Pour le cas du gaz de particules neutres, cette circonstance a éte 
déjà mentionnée et utilisée dans ce qui précède. Pour ce qui est du 
plasma, la diffusion sur les seuls électrons en ignorant totalement le 
rôle des ions serait ainsi admissible seulement sous la condition 


(cf. (11.14)) 


À nc : #T T (04) 
ro = romeo ro V4 9V TE cm. (14.54) 


Si on n'’envisage pas la diffusion aux angles négligeables, d'ordi- 
naire l'inégalité (14.54) est toujours respectée en optique (À — 
107$ cm = 10 u) (il s’agit des concentrations N dans les régions 
d’où en général le rayonnement peut] sortir dans les conditions 
astronomiques). Quoi qu’il en soit. en observant l’inégalité (14.54) on 
peut utiliser la formule (14.52). Dans un autre cas limite **), où 


À 
Jan 126 2 lo (14.55) 


ce sont les volumes de dimensions bien plus grandes que le rayon de 
corrélation qui diffusent de façon incohérente, et le plasma ne peut 
déjà plus être considéré comme un gaz électronique parfait. Ici il 
faut procéder conformément à la théorie générale exposée précédem- 
ment : calculer ôe, ou, pour déterminer le spectre. calculer les gran- 
deurs Üea, a (cf. (14.5b) et (14.34)). Ces calculs sont donnés par la mono- 
graphie [154] (cf. également [45, 129, 140]). Toutefois certaines cho- 
ses peuvent être exposées également à un niveau plus élémentaire. 

De même que les fluctuations de densité d'un liquide peuvent 
être adiabatiques ou isobariques. dans un plasma isotrope, en pre- 
mière approximation, les fluctuations Ôe peuvent être de la forme 
Ôe, lorsque varie seulement la densité de plasma et non sa charge, et 


*) Cette affirmation est évidente dans le cas du gaz neutre: aux distances 
inférieures à la longueur du libre parcours !, les particules n'interagissent pas 
en général. Dans le plasma de gaz concerné, l'interaction entre les particules 
est aussi très faible en vertu de la condition eN18 < xT, qui assure également 
l'observation de l'inégalité rn < N-13, où N-13 est la distance moyenne entre 
les particules. 

**) Dans le cas du gaz de particules neutres, il faut remplacer ici rp par 
la longueur du libre parcours L — vy/verr — 1/xa°N,,, où xa° > 10-15 cm* est 
la section de molécules (atomes), et N,,. leur concentration. 
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de la forme 6e. associée à la variation de la charge. Autrement dit, les 
fluctuations Ôe, sont analogues aux fluctuations conditionnées par 
des ondes acoustiques, où les électrons et les ions sont « liés » les uns 
aux autres. et de ce fait la charge n'apparaît pas. Quant aux fluctua- 
tions Ôe. elles peuvent être décomposées en ondes de plasma de haute 
fréquence ; dans ces ondes les ions sont fixes alors que les électrons 


oscillent à des fréquences voisines de 6, = &p — V 4ne?N/m. Aux 
termes d’ordre m/M près, les fluctuations de deux types sont statis- 
tiquement indépendantes, et donc 


(de)? = (ÔEA)? + (0e). (14.56) 


Dans le domaine considéré (14.55), mais sous la condition que la 
longueur du libre parcours soit grande devant À. on peut penser que 
les fluctuations neutres Ôe, sont voisines des fluctuations dans le gaz 
neutre correspondant de concentration 2W de toutes les particules. 
Ce qui importe ici c'est justement la concentration totale du fait 
qu’elle détermine la pression qui, à l’état d'équilibre thermique, ne 
dépend pas de la masse des particules (p = 2NxT). Ainsi,dans ce cas, 


Ja compressibilité 87 — 1/2xTN, mais comme auparavant (p*) — 
— —4ne/mw*. Avec ce qui a été dit précédemment ceci rend évident 
que l'intensité des ondes diffusées sur les fluctuations Ôe, ne diffère 
de celle des ondes diffusées sur les électrons libres que par le fac- 


teur 1/2, c.-à-d. 
h, = 1/2 orN. (14.57) 


. Une théorie plus rigoureuse, [154], confirme cette conclusion [81]. 
Fait assez curieux et très important les ondes longitudinales de lon- 
gueur À 5 rL sont diffusées sur les fluctuations Ôe, exactement de 
même manière que les ondes transversales. En effet, dans la diffusion 
des ondes par un volume petit devant la longueur À, l'orientation du 
vecteur E, par rapport à k n’a pas d'importance il s'ensuit que dans 
l'onde longitudinale dont le champ est E = E, sin wt, l’intensité 
des ondes transversales diffusées (il s'agit donc de la transformation 
des ondes longitudinales en ondes transversales sous l'effet de la dif- 
fusion [81]) est définie par la formule (14.50) en ajoutant le facteur 
1/2 N (on a en vue la diffusion par unité de volume): 


1, =(-<) ÔLNE: sinty, 


me= 8x 


[r,d=+ (€ }” en (o) E: 


2 


(14.58) 


Le coefficient d'extinction n’est pas introduit puisque nous ne. 
traitons pas ici la question du flux d'énergie dans une onde longitudi- 
nale (dans le cas considéré, ceci n’a pas d'importance puisque géné- 
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ralement on est intéressé à l'intensité Z: définie) précisément en fonc- 
tion de E*. 

Dans le cas des ondes courtes (fréquences élevées) lorsque la 
condition (14.54) est remplie, le spectre de la lumière diffuse est 
dopplérien (cf. (14.25), mais en remplaçant M par m). Dans ces 
conditions. la largeur caractéristique du spectre est Aow— 


= V'xT/mew,. Dans le cas de la diffusion des ondes longues 
(condition (14.55)), pour la diffusion sur les fluctuations Ôe,, 
qui est un analogue de la diffusion Rayleigh dans un liquide ou 


un gaz, Ao = V xT/Mcu.. En effet, les fluctuations ôe, se résor- 


bent avec des vitesses de l'ordre de la vitesse des ions vr; = V'xT/M, 
et comme toujours, Aw — (v/c) où v est la vitesse caractéristique 
du mouvement. 

Comme nous l’avons dit, les fluctuations Ôe, sont liées aux ondes 
de plasma et leur fréquence caractéristique est w,. La diffusion sur 
ces fluctuations est analogue à la diffusion Raman et conduit à l’ap- 
parition des satellites de fréquences qui diffèrent de Q — w, de 
la fréquence de la lumière diffuse. Dans le langage quantique, il 
s'agit ici de la production ou de l'absorption par l’onde incidente 
d'un plasmon d'énergie ho — hw,.. La largeur des satellites est 
déterminée par l’évanouissement des ondes de plasma correspondan- 
tes, ondes de fréquence Q = w, — w, (nous avons écrit dans (14.25) 
Q = w, — w, c.-à-d. l'indice s y est omis). L’intensité des satellites 
dépend de la grandeur des fluctuations de la charge. Pour À 9 r;,. 
l'amortissement des ondes de plasma est faible (et c’est pourquoi les 
satellites sont étroits), mais la moyenne quadratique des fluctuations 


de la charge proportionnelle à (6e.)° diminue brusquement : par rap- 
port à l'expression correspondante pour À < r», elle contient le 
facteur complémentaire (r1/À)°. On comprend bien le sens physique 
de ce résultat: aux distances supérieures à r», les électrons sont 
« liés » aux ions et à mesure que À croît il devient toujours « plus dif- 
ficile » à l’agitation thermique de séparer les électrons des ions et 
produire des fluctuations de la charge, ou en d'autres termes, des 
ondes de plasma d'amplitude importante *). Ainsi, pour les ondes 
longues, À © rp, l'intensité de la diffusion Raman avec production 
ou absorption des ondes de plasma (plasmons) est faible et le rôle 


*) Indiquons ici un résultat dont la déduction avec force détail est donnée 
aux $$ 4 et 5 de la Se de (1541: pour un plasma isothermique électrono- 
ionique la moyenne quadratique des fluctuations de la charge est égale à 


2e3NK  _ 2eNktrh , 2x 


= ————— k—— 
RÉ eneN ar rh 


À e 


—_— —— Bn'eNr 
Il est évident que | pk l*—=2eN pour À  rp et | px l*= —35—— pour À © rp- 
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principal est joué par la diffusion Rayleigh sur les fluctuations de 
densité; de plus, le coefficient d'extinction des ondes transversales 
est déterminé par la formule (14.57). Cette situation est bien réelle 
dans le cas de la diffusion des ondes radio dans l’ionosphère (il s’agit 
de la méthode de la diffusion incohérente lors de l’exploration par ra- 
dar de l'’ionosphère [184)). 

Dans l’ensemble, le problème des ondes électromagnétiques dans 
le plasma ne s’épuise pas par les remarques ci-dessus. Une attention 
particulière méritent également l'estimation de l'influence du champ 
magnétique, le cas du plasma non isothermique, la transformation 
des ondes transversales en ondes longitudinales, des ondes longitu- 
dinales en ondes transversales, etc. Mais nous ne nous étendrons plus 
sur ce sujet (cf. [45. 129. 140, 154] et leurs bibliographies). 

Pour conclure le chapitre examinons encore un type particulier de 
diffusion qu’on peut appeler diffusion de transition [185]. Dans plu- 
sieurs Cas de propagation des perturbations et de différentes ondes on 
observe également l'apparition des ondes qu’on peut qualifier 
d'ondes de permittivité. Dans le plus simple des cas, ceci veut dire 
que la permittivité varie suivant la loi 


E — Ego + € COS (kor — ot — Po). (14.59) 


Ainsi, dans un plasma isotrope. quand € = 1 — 4ne*W/muw* et 
se propage une onde longitudinale (de plasma), dont le champ E — 
— E, cos (kor — wst), change avec la fréquence w, = ©, = 
— V4reNlm, on a en première approximation: 


2 
E (w) — 1 — +. of sin (kor — ot). (14.60) 

En effet, en vertu de l’équation divE -- 4xe (NW — V,) et de la 
condition de longitudinalité k,E, = k5£0, on aboutit tout de suite 
à (14.60). Ici il est évident que l’onde de plasma modifie la concentra- 
tion électronique initiale W,, ce qui conduit à un changement de la 
concentration 


koEo _: 
ÔN=N—-N,= — Te sin (kor — Got) 
et par là même au Ôe — —4neôN/mo. 


L'exemple (14.60) traduit l’un des effets non linéaires connus dans 
le plasma [64, 140] ; l'onde de permittivité est également liée à l’on- 
de du champ électrique. Mais ceci n’est pas de rigueur. Par exemple, 
dans une onde sonore longitudinale dans le liquide ou le gaz neutre, 
le champ électrique est pratiquement (et même strictement) nul, 
mais la variation de la densité fait que la permittivité e varie et peut 
être de la forme (14.59). 

Et qu'est-ce qui se passera si une onde de permittivité frappe une 
certaine charge e? Si cette charge se déplace à la vitesse constante v, 
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il s'agit là de l’une des formes du rayonnement de transition (cf. 
chapitre 7). En effet, dans notre cas, la charge se déplace dans un 
milieu inhomogène de permittivité (14.59) et par conséquent, elle 
doit rayonner. On peut dire donc qu'on observe une transformation 
de l’onde de permittivité en ondes électromagnétiques, cette trans- 
formation se traduisant par le rayonnement de transition. Nous préfé- 
rons pour autant le terme de diffusion de transition puisque celle-ci 
apparaît aussi dans le cas d’une charge fixe. Plus précisément, voici 
la situation qui se présente dans ces conditions. Pour une charge en 
mouvement (avec v = 0) le rayonnement a lieu tant avec w, = 0, 
k, 7 0, qu'avec k, = 0, w, 0 (cf. chapitre 7). Pour ce qui est 
d’une charge fixe (avec v — 0), l'émission des ondes transversales, 
ou autrement dit, la transformation (la diffusion) des ondes de per- 
mittivité en ondes transversales n'a lieu qu'avec ©w, 5 0, k, 0. 
Le mécanisme de cette diffusion de transition (le terme de transition 
est défini par l’affinité du phénomène au rayonnement de transition) 
consiste dans le fait que l’onde de permittivité module la permitti- 
vité du milieu &, au voisinage de la charge en provoquant par là 
l'apparition d’une polarisation variable et, par conséquent, l'émis- 
sion des ondes électromagnétiques. Dans ces conditions, la charge dif- 
fusante peut rester tout à fait fixe, pour la raison que, dans ce cas-là 
aussi, elle est plongée dans un champ, évidemment dans un champ lon- 
gitudinal (coulombien) E qui provoque la polarisation supplémentaire 
Ôe 

ôP == Zn E. 

Sans nous attarder sur les calculs (cf. [185]) donnons le résul- 
tat pour un cas particulier de l'intensité (puissance) intégrale moyen- 
ne dans le temps de la diffusion de transition. Supposons que l’onde 
de permittivité (14.59) frappe une charge fixe e; de plus, les ondes 
transversales rayonnées (diffusées) sont sensiblement plus courtes 
que les ondes de permittivité. Ceci signifie que la grandeur du vecteur 
d'onde des ondes transversales, k = 2n/À = (w,/c) Ve (w,). est 
petite devant h, ; il en sera précisément ainsi si la vitesse des ondes de 
permittivité, ve = @oÿ/ko € Vph = &o/k = cV es, c.-à-d. elle est 
beaucoup inférieure à la vitesse de phase des ondes électromagnéti- 
ques transversales (naturellement, la fréquence de ces ondes est égale 
à la fréquence de l'onde de permittivité w,). 

Dans ces conditions 

dW _\ __ eo$e? V &(ow 
ge ee Ésiet jee (un - a (14.61) 

La quantité &, (0) = e, (© = 0) apparaît ici du fait que la char- 
ge diffusante est fixe et la polarisation statistique du milieu qu’elle 
crée dépend justement de la valeur de &, (0). À titre de comparaison 
rappelons que la charge libre e de masse M qui se trouve plongée 
dans un milieu d'indice de réfraction nr = Ve, (w,) diffuse l'onde 


336 CHAPITRE 14 


électromagnétique de fréquence et d'amplitude Æ, de façon que 
l'intensité correspondante vaut (cf., par exemple, (14.58)) 


(14.62) 


Bien entendu, avec M —+> co, la diffusion (14.62) disparaît, alors 
que la diffusion de transition ne dépend pas de la masse de la parti- 
cule. 

La diffusion de transition est très importante dans le cas de la 
diffusion des ondes longitudinales (de plasma) sur les électrons et 
les ions dans un plasma [140]. Dans ce cas, pourtant, il faut égale- 
ment tenir compte de la diffusion ordinaire, puisque la masse des 
électrons et des ions est finie, et l'onde longitudinale possède un 
champ. Par ailleurs, il faut prendre en considération la dispersion 
spatiale et le mouvement des charges. Il s'avère finalement que, par 
exemple, l’intensité totale de la diffusion de l’onde de plasma sur un 
électron fixe (en l'absence d'ondes) dans un plasma vaut 1/4 de l’in- 
tensité de la diffusion de Thomson dans le vide, c.-à-d. o — 1/4 or. 
Quant à la diffusion des ondes de plasma sur les ions, dans ce cas, 
le phénomène principal est la diffusion de transition. 
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ASTROPHYSIQUE 
DES RAYONS COSMIQUES 


Notes d'introduction. Modèles d'origine des rayons cosmiques. Caractéristique 
générale de la problématique. Pertes d'énergie par ionisation. Instabilité des fais- 
ceaux et effets de plasma dans les rayons cosmiques. Equations de transfert en appro- 
zimation de diffusion. Simplification des équations de transfert dans le cas des 
composantes protono-nucléaire et électronique. Certaines estimations 


Pendant les dernières 25 ou 30 années l'astronomie, et surtout 
l’ astrophysique, ont subi des changements importants. Bien entendu, 
en général, d'après les « normes » actuelles, ce délai n’est pas si bref 
pour caractériser le développement d’une science. L'histoire de 
l'astronomie compte pourtant de nombreux millénaires et c’est pour- 
quoi les changements profonds survenus ces deux ou trois dernières 
décennies sont particulièrement impressionnants. Ce qu’il y a d’essen- 
tiel, c’est que dans cette période l’astronomie est devenue ou plutôt 
devient progressivement une astronomie de toutes les ondes, alors 
qu'auparavant (pratiquement jusqu'en 1945) l'information astro- 
nomique nous parvenait presque exclusivement par la gamme opti- 
que, et le plus souvent parla plage encore plus étroite des ondes 
électromagnétiques visibles. Or, de nos jours, la radioastronomie 
(surtout dans la gamme des ondes centimétriques, décimétriques et 
métriques) a, quant à son niveau général, rattrapé et dans certains 
domaines, devancé l'astronomie optique. Apparue seulement en 1962, 
l'astronomie des rayons X (nous avons en vue le rayonnement extra- 
solaire ; le rayonnement X solaire a été détecté en 1948) est en plein 
essor. L'astronomie des rayons infrarouges et des rayons gamma a fait 
son apparition. Par là même, le spectre tout entier des ondes électro- 
magnétiques fait l’objet d’une étude suivie, l’une de ses parties 
étant déjà assimilée. alors que l’exploration des autres ne fait que 
débuter. Pour caractériser l’étape actuelle, il faut signaler l’appari- 
tion de l’astronomie des rayons cosmiques pour laquelle l'information 
est fournie par les rayons cosmiques — particules chargées, de haute 
énergie — ainsi que de l'astronomie des neutrinos et celle des ondes 
gravitationnelles. 

I1 ne s’agit pas ici de donner une caractéristique détaillée des 
processus relatifs au développement de l’astronomie, ni de s’attarder 
à exposer les nombreuses réalisations dans ce domaine (voir, par exem- 
ple. (486, à 190], ainsi que (31, 39, 45, 52, 129]). Nous voulons seule- 
ment expliquer la raison de l'intérêt que porte l’astrophysique aux 
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mécanismes des rayonnements X et gamma, à l’analyse de la proj- 
gation et de la transformation de la composition chimique des rayons 
cosmiques errants à travers l’espace interstellaire, à la physique des 
neutrinos et à bien d’autres questions. Naturellement, tous ces sujets 
importants pour l'astronomie et l’exploration cosmique doivent trou- 
ver leur part dans l’enseignement de la physique théorique, et 
non seulement aux futurs astronomes, mais aussi aux spécialistes de 
bien d’autres disciplines. Dans le présent ouvrage, les chapitres 5 et 
9 et plusieurs passages des autres chapitres étaient « pointés » vers 
l'astronomie. Le présent chapitre ainsi que les deux suivants trai- 
tent, eux aussi, de plusieurs processus dont le siège est l’espace (et non 
seulement l’espace), mais nous bornons notre exposé aux problèmes 
qui concernent seulement ce qu’on appelle l’astrophysique des hau- 
tes énergies. Le terme lui-même n’est pas encore bien établi, mais 
on le rencontre assez souvent et il comprend l’astrophysique des 
rayons cosmiques *), l'astronomie des rayons X, l’astronomie des 
rayons gamma et l'astronomie des neutrinos (dans ce cas, il s’agit 
de la réception des neutrinos cosmiques d'énergie relativement éle- 
vée, supérieure, disons, à 0,1-1 MeV). Toutefois, nous n'’étudierons 
pas l’astronomie des neutrinos (cf. (52. 90]), en limitant notre 
exposé à quelques questions relatives à l'astrophysique des rayons 
cosmiques (voir le présent chapitre), à l’astronomie des rayons X 
(chapitre 16) et à l'astronomie des rayons gamma (chapitre 17). 
I1 faut pourtant retenir que ces questions sont liées entre elles 
et dans la plupart des cas il n’est pas facile, et d’ailleurs pas 
nécessaire, de dresser dans ce domaine des frontières tout à fait 
nettes. 

.__ On appelle rayons cosmiques seulement les particules chargées 
(protons, noyaux, électrons et positrons) dont l'énergie est assez 
élevée. La terminologie n'est pas encore fixée mais il est d'usage de 
qualifier de rayons cosmiques les particules dont l'énergie cinéti- 
que Ec >> 100 MeV, alors que les particules plus molles mais assez 
rapides s'appellent rayons subcosmiques. 

La grandeur principale caractéristique des rayons cosmiques est 
leur intensité J (parfois cette grandeur s'appelle flux dans la direc- 
tion donnée) **). Par définition, J est le nombre de particules rapporté 
à l’unité d'angle solide qui traversent, par unité de temps, une aire 


*) Par tradition historique. il est plus fréquent de donner à l'astrophysique 
des rayons cosmiques le nom de problème de l'origine des rayons cosmiques. 
#*+*) On appelle aussi intensité (surtout dans le cas du rayonnement élec- 
tromagnétique) le flux d'énergie par unité d'angle solide. Cette intensité 
« énergétique » vaut I — E.J, où E. est l'énergie cinétique des particules ou 
l'énergie des photons kv = %o (il s’agit ici des particules ou des photons mono- 
énergétiques). Notons qu’en adoptant les notations universellement admises 
nous désignons ici, et plus loin, l'énergie de la particule par la lettre E et non 
pas par $#, comme nous l'avons fait dans les chapitres précédents. 
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unité perpendiculaire à la direction de l'observation. L’intensité 
J a pour mesure: 


nombre de particules — 10: nombre de particules 


cmi-s-sr m2i-s-sr 
Le flux des particules d'espèce i d’intensité J'; est égal à F;o — 
= | J',cos0dQ, où 8 est l’angle entre la normale à l’aire et la direc- 


tion de la vitesse de la particule, alors que dQ est l’élément d’angle 
solide. Pour un rayonnement isotrope, le flux des particules F, issus 
de la demi-sphère de directions est égal à 

1/25 


F;=9n | JicosOsin0d8— 1, (15.1) 


0 


La concentration des particules NW, de vitesse v, dans le cas d'un 
rayonnement isotrope est 


N, LS Ji. (15.2) 


Dans les cas courants, il s’agit non pas de particules monoéner- 
gétiques, mais d’une distribution des particules suivant les énergies 
(c.-à.-d., comme on dit, du spectre énergétique). La grandeur prin- 
cipale est ici l’intensité spectrale (différentielle) J'; (E), de sorte 
que J'; (E)dE est l'intensité des particules d'énergie totale E se trou- 
vant dans l'intervalle Æ, E + dE. L'intensité des particules d'éner- 
gie supérieure à E (intensité intégrale ) vaut 


J(>E) = | Ji(E)dE. (15.3} 
E 


Dans le cas de la distribution isotrope des particules de masse M, 
on a 
Ji Mic° 


Œ GE, E— 


(> 


Ni E)= 4n | (15.4) 


La densité d'énergie cinétique des rayons cosmiques isotropes est 
égale à 
u= | EN: (E)dE= | T Eli (E)d E. (15.5) 
On peut également introduire une intensité énergétique 
1,= | EJ;(E) dE, (15.6) 


mais on l'utilise rarement. 


340 CHAPITRE 15 


Pour les particules D on à 


Li=- EN: (E) dE =. (15.7 


L'utilisation de l'énergie totale £ — Mc? + E, n’est commode, 
certes, que dans le domaine relativiste, mais c’est à ce domaine pré- 
cisément qu'appartiennent ordinairement les rayons cosmiques 
étudiés au voisinage de la Terre. Pour les rayons cosmiques et sub- 
cosmiques mous, on utilise plus souvent l'énergie cinétique E+. 
Ensuite, pour les noyaux il est commode d'utiliser non seulement 
l'énergie totale Æ ou l'énergie cinétique E., mais aussi l’énergie 
totale par nucléon € = E/A ou l'énergie cinétique par nucléon 
€ = EclA, où À est le poids atomique et plus précisément, le 
nombre massique du noyau. Enfin, les expressions (15.2) et (15.4) 
sont écrites sous l'hypothèse d’une isotropie de la distribution des 
particules suivant les directions pour cette raison que si l’on élimine 
l’influence du champ magnétique terrestre, l’isotropie des rayons 
cosmiques au voisinage de la Terre est très élevée. 

L'anisotropie des rayons cosmiques se détermine de la façon 
suivante 


— Jmsx min 

de Jmax + Jin”? (959) 
OÙ J ax €t Jmin Sont les intensités maximale et minimale respective- 
ment des rayons cosmiques en fonction de la direction (on suppose 
que la relation J (0) ne possède qu’un maximum, par exemple, dans 
la direction 8 = 0; autrementd dit. on adopte une relation de la 
forme J (8)=—J,+J cos, de façon que Ô — J,/J,). Le degré d’anisotro- 
pie des rayons cosmiques n’est même pas encore établi de façon cer- 
taine ; pour tousles rayons cosmiques d'énergie supérieure à 100 GeV*) 
on a6 < 10-*. Ainsi, l’anisotropie peut être mise en évidence que 
par une étude spéciale, alors que, dans tous les autres cas, nous som- 
mes légitimés d'admettre que les rayons cosmiques sont parfaitement 
isotropes (rappelons encore une fois que l’action du champ magnéti- 
que terrestre est censé être exclue). C’est pourquoi l’étude des rayons 
cosmiques primaires, C.-à-d. des rayons cosmiques extraatmosphéri- 
ques ou compte tenu de l'influence de l'atmosphère, consiste en fait 
à calculer les fonctions J; (E) pour toutes les composantes des rayons 
cosmiques que ce soient les protons et noyaux (composante proto- 
no-nucléaire) ou les électrons et positrons. D'ailleurs, le taux des 
positrons dans la composante électrono-positronique pour E > 1 
GeV est très faible et leur séparation des électrons n’est pas encore 
bien sûre. D'autant plus que, dans la grande majorité des cas, 


*) Cela signifie que Jo = Jo (E > 100 Gev) et J (E > 100 GeV'); 
pour de plus grands E et surtout pour E > 101°—10* None peut 
tre plus forte que celle qui a été indiquée. 
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cette séparation ne se fait pas, et on mesure l'intensité J,(£E) de la 
composante électrono-positronique toute entière dite simplement 
composante électronique. Dans le cas de la composante protono- 
nucléaire, on ne parvient pas non plus, et de loin, à séparer dans tous 
les cas les noyaux suivant les charges, sans parler des isotopes; 
ainsi, on envisage souvent l'intensité totale des rayons cosmiques 
Jr.e(E) ou, pratiquement, l'intensité totale de leur composante 
protono-nucléaire, étant donné que la part des électrons (c.-à-d. le 
rapport J,(E)/J;.(E)), est de l’ordre d’un pour cent; de plus, la 
séparation des électrons est relativement facile. 

Nous n'avons pas l'intention de fournir des renseignements 
quelque peu détaillés sur les rayons cosmiques (cf. [39, 52, 186, 189, 
191,192, 193a]) les limitant aux quelques remarques tout en indiquant 
certaines valeurs caractéristiques des quantités telles que J et w. 
Ainsi, au voisinage de la Terre (en dehors des influences du champ 
magnétique terrestre) on peut adopter pour tous les rayons cosmiques 
comme valeurs aprochées *) 


_… particules 
À = J À 0,2—0,93 =, 
an] 10 Particules 
Nre — c 10 7 cm 
eV 
cmi 


(15.9) 


er 
We — 10228 D 1 


Jo re. 1073 erg 
47 cm°?-s-s<r ‘ 


Une certaine idée de la composition chimique des rayons cosmi- 
ques relativistes (€ — E/A > 2,5 GeV/nucléon) est donnée par le ta- 
bleau 15.1 où les noyaux sont répartis en groupes traditionnels (par 
exemple, le L-groupe se compose de noyaux de Li, Be, B). Il faut 
avoir en vue que l'erreur dans les valeurs consignées n'est pas infé- 
rieure à dix pour cent, les données se précisant avec l'accumulation 
d'informations et le perfectionnement de la méthodologie expérimen- 
tale. Dans plusieurs cas, cette dernière renseigne non seulement sur 
les groupes de noyaux, mais aussi sur des noyaux isolés. D'autre part, 
on a décelé récemment des noyaux relativement très rares de Z => 83 


*) 1] faut retenir qu'au voisinage de la Terre, le spectre énergétique des 
rayons cosmiques possède un maximum qui correspond aux protons d'énergie 
O0 


E. = 250 MeV. C'est pourquoi les valeurs données de | J (E) dŒ et des 


E,=100 NeV 

intégrales analogues convergent. Leur grandeur varie pourtant en fonction du 
cycle de l'activité solaire par suite du changement de l'apport des particules 
plus lentes: dans une certaine mesure, elle est donc sensible à la borne d'inté- 
gration inférieure. 
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(c.-à-d. plus lourds que le plomb) dont le nombre dans les rayons 
SR est de 8 ordres inférieur à celui de tous les noyaux du grou- 
pe 

Le trait le plus frappant de la composition chimique des rayons 
cosmiques révélé par le tableau 15.1 est la présence d’un assez gros 
flux de L-noyaux, bien que dans la nature leur nombre en moyenne 
soit négligeable. Cette particularité, confirmée aussi séparément pour 
les noyaux de Li, Be et B, ainsi que pour d’autres noyaux rares (par 
exemple, pour ceux de SHe), témoigne d’un rôle important de la trans- 
formation de la composition chimique des rayons cosmiques lors de 
leur propagation à travers l’espace interstellaire et peut-être au sein 
des sources (c.-à-d. dans la région de production, ou autrement dit, 
de l'accélération des rayons cosmiques). 


Tableau 15.1 


Abondance par rapport aux noyavx du 
groupe H 
“Groupe de Numéro 


noyaux atomique Intensité 1) 
dans les rayons en moyenne dans 
cosmiques l'Univers 
P 1 1300 650 3000-7000 
& 2 94 47 250-1000 
L 3-5 2,0 4 405 
M 6-9 6,7 3,3 2,5-40 
H > 10 2,0 1 4 
HV > 20 0,5 0,26 0,05 
VVH > 30 — 104 = 40-1 — 104 


1) La troisième colonne consigne les données pour J (> €=2,5 GeV/nucléon) en uni- 
tés : particules/m=-sr- 


Il est d'usage de représenter la relation entre l’intensité des rayons 
cosmiques et leur énergie (spectre énergétique) sous la forme 


JO = [AO M=RAE TD, JO =(y—1)K4€, (15.10) 
E 


où, comme nous l’avons dit, € = E/A est l'é énergie par nucléon 
et l'indice À indique qu'il s’agit des noyaux ou d’un groupe de 
noyaux de poids atomique moyen À ; d'autre part, on introduit des 
grandeurs analogues J _C>E) et J (E) pour tous les rayons cosmiques. 

En fait le spectre n'est pas un spectre puissance, c c.-à-d. l’exposant 
y dépend de l'énergie. Pourtant, et ceci est assez important, dans une 
très large marge d'énergies il s'avère que (15.10) donne une bonne 
approximation du spectre. Ainsi, dans la gamme d'énergies 2 X 
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x 10 LE <3.105 eV, d’après plusieurs données, y = 2,7 + 
+ 0.2. Probablement, la meilleure valeur est aujourd'hui y — 2,7 ou 
2,6. Pour fixer les idées, indiquons, par exemple, le spectre suivant 
les rayons cosmiques dans la gamme 1010 E << 10! eV: 


—(v-1) 
JC 2)=(6,3824142)100(E8e) 7% 


109 cm°-s-sr ? 


= ) particules 9 62 +0,05. (15.11) 


Dans la gamme de basses énergies, Eç << 10 — 101 eV, l’exposant y 
change et le spectre dépend fortement du niveau de l’activité solaire. 
Nous n’examinerons pas ce domaine. Notons seulement que la ques- 
tion. très importante pour la théorie des rayons cosmiques, sur la for- 
me du spectre dans la gamme de basses énergies, et notamment sur 
l'existence d'un maximum dans le spectre énergétique des régions 
éloignées du Soleil (au-delà du Système solaire) n’est pas encore 
élucidée. Probablement le spectre des rayons cosmiques galactiques 
ne possède pas encore de maximum jusqu'aux énergies € — 

= 100 MeV/nucléon. (Pour une énergie E = 10!5 eV, il y a une brisure 
“re ou moins marquée ou, au moins, un changement du spectre; 
pour Æ >> 1015 eV l'expression (15.11) cesse d’être valable et le spec- 
tre donné par la relation 


J(>E)=(2,0+ 0,8) 1070 (ÆÈRL) 970 PRIOR (15.12) 


cm?-8.sr ? 
vy= 3,2 + 0,2; 


est plus proche de la réalité; d'après d’autres données le facteur 
(2,0 + 0,8) devrait être remplacé par (3, 74 + 0,20), alors que y — 
= 8,16 + 0,1. Pour E — 10! eV, à la précision realisée près, les 
spectres (15.11) et (15.12) s'accordent entre eux. Il se peut que, pour 
E > 1018 eV, le spectre s’aplatisse encore légèrement, mais cette 
hypothèse n’est pas encore confirmée. Le spectre intégral des rayons 
cosmiques, pour E >> 10! eV, est représenté sur la figure 15.1 
(rappelons que y est l'exposant du spectre différentiel ; cf. (15.10)). 

L'énergie maximale des rayons cosmiques observés est de l’ordre 
de 107 eV. Dans ce domaine, leur spectre devrait en général décroi- 
tre brusquement par suite des pertes importantes que subissent les 
rayons cosmiques, aussi énergétiques, dans leur interaction avec le 
rayonnement présent dans les especes interstellaire et intergalactique. 
Mais, pour le moment, cette « décroissance » n'est pas décelée et la 
question du spectre, et par suite, de l’origine des rayons cosmiques 
de très hautes énergies est en suspens. 

Les valeurs mentionnées de y concernent tous les rayons cosmiques 
mais, jusqu’à ces derniers temps, on considérait que la composition 
chimique du rayonnement cosmique, au moins pour les énergies 
allant jusqu’à 100 ou 1 000 GeV, ne dépendait pas de l'énergie. Par 
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là même on admettait que dans ce domaine l’exposant y Æ 2,7 con- 
cerne également tous les groupes de noyaux. En 1972, on a vu des 
indications révélant une faible dépendance de la composition chimi- 
que de l'énergie, déjà dans la gamme des énergies inférieures 
à 100 GeV/nucléon: il s'agissait notamment de la diminution, avec 
l'augmentation de l'énergie, de l’abondance des noyaux secondaires 
du type Li, Be, B, produits par fragmentation des noyaux plus lourds. 
I] se peut également que pour les noyaux du groupe H (ce sont 
surtout les noyaux de fer) l’exposant 


10° y est légèrement inférieur à celui du 

> groupe M (noyaux de C, N, O,F). 

e[ Les données correspondantes sont 
FE discutées dans les articles [193]. Dans 
& É 1078 le domaine des énergies encore plus 
à | S hautes, £ > 10#eV (ou plus pré- 
QG y cisément, € >> 10!1 eV/nucléon), les 
La? variations de la composition chimique 
de g peuvent s'avérer plus importantes, 


mais, pour le moment, les données 
sous ce rapport ne sont pas sûres. 
La composante électronique des 
107 106 192 rayons cosmiques est étudiée moins 
E, eV que la composante protono-nucléaire. 
Fig. 15.4. Spectre intégral des Le Spectre des énergies inférieures à 
rayons cosmiques au voisinage | GeV est particulièrement sensible 
de la Terre aux processus dont le Soleil et le Sys- 
v— exposant du spectre différen- tème solaire sont le siège, le spectre 
LE our le spectre puissance in- : À Ru : : 
égral JC E)= const. E-(y-1)  lui-mêmeest ici assez compliqué. Pour 
E = E, > 1 GeV, l'approximation de 
puissance convient déjà mieux, et par exemple dans le domaine 5<E< 
<< 50 GeV, le spectre est un spectre puissance d'exposant y = 2.7 + 
+ 0,1 (d'après d'autres données, il est vrai, y — 3,0 + 0,2). Pour 
les énergies plus basses, l’exposant y diminue et, dans la marge des 
énergies E. > 50 à 100 VeG , pour le moment, les données sont contra- 
dictoires, bien qu’il soit possible que y Æ 3 jusqu'aux énergies E. — 
500 à 1000 GeV (pour des énergies encore plus fortes, on ne dispose 
pratiquement pas de données sur les électrons). Pour fixer les idées, 
donnons un spectre différentiel des électrons 


& 


J.(E)=1,27.102E "(270,1 __ électrons (15.13) 


cm'.s-sr-GeV 


5< E << 300 GeV 


où l'énergie des électrons Æ se mesure en GeV ; d’où 


(EE) +102 (28) "5.10 < E < 2.101 eV (15.14) 
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(la formule (15.14) est mise sous la forme qui facilite sa comparaison 
avec le spectre (15.11)) ; ce qui vient d’être dit rend clair qu’il ne 
faut pas attribuer une valeur réelle à la différence entre les exposants y 
de (15.11) et de (15.14)). 

Soulignons encore une fois que toutes les grandeurs données sont 
approchées et, dans la littérature, on trouve des valeurs 2 à 3 fois. 
différentes de ces dernières, ce qui d’ailleurs ne joue aucun rôle pour 
notre exposé. Mais il en est tout autrement de la question de principe 
qui est une extrapolation de l’ensemble des données aux confins du 
Système solaire et à une région importante de la Galaxie. 

Le rayon de courbure de la trajectoire d'une particule d'énergie 
E S$ Mc qui se déplace dans un champ magnétique homogène H, 
vaut (cf. (4.24): nous admettons que le mouvement de la particule 
est perpendiculaire au champ) 


__ E (eV) 
7 300H 


[® En général, dans le Système solaire, H << 3.10"; OE et, d'autre 
part, le champ est inhomogène. C’est pourquoi les rayons cosmiques 
d'énergie E > 10? eV, et pratiquement aussi de £ > 10 eV ne 
peuvent pas rester prisonniers dans le Système solaire. Mais si l’on 
songe qu’au voisinage de la Terre, la forme du spectre du rayonne- 
ment cosmique change peu jusqu'aux énergies Æ — 10!5 eV, on 
a toutes les raisons d'admettre que ce spectre (pour Æ >> 1019-1011 eV} 
est caractéristique au moins de la région de la Galaxie adhérente au 
Système solaire. Or, au voisinage du Soleil, les conditions sont pro- 
bablement très typiques de vastes étendues de la Galaxie. Sous ce 
rapport, les données radioastronomiques relatives au rayonnement 
radio non thermique à spectre continu, assurément de nature synchro- 
tronique, présentent un grand intérêt. De cette façon, nous obtenons 
une information directe sur la composante électronique des rayons 
cosmiques dans la Galaxie, ainsi que loin au-delà de ses frontières. 
(galaxies normales et radiogalaxies, quasars). On peut dire que ce 
sont précisément les données radio qui sont à l'origine de l'astrophy- 
sique puisqu ’ils ne laissent l'ombre d’un doute que les rayons cos- 
miques existent pratiquement partout dans l’espace et jouent parfois 
un rôle énergétique et dynamique important ; il en est ainsi en pre- 
mier lieu des régions raréfiées des galaxies (halo des galaxies normales 
régions émettrices des ondes radio, nuages et jets des radiogala- 
xies). Dans notre Galaxie, les observations radioastronomiques té- 
moignent de l'existence du radiodisque, d’une région radio centrale et, 
peut être, d'un radiohalo (fig. 15.2). D'autre part, « la carte des ondes 
radio » de la Galaxie révèle des enveloppes des suppernovae et des 
« inhomogénéités » de toute sorte, telles ou telles variations d’inten- 
sité (en particulier, liées à la structure spiralée). Par là même il 
devient parfaitement clair qu'au moins la composante électronique- 


(15.15) 
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remplit des régions énormes de la Galaxie, et sous ce rapport la région 
circumsolaire n'a en effet rien de particulier. 

Dès l’apparition de l’astrophysique desrayons cosmiques et dans 
une certaine mesure jusqu'à présent, son talon d’Achylle était une 
certaine indétermination (ou, si l’on veut, une ambiguïté) provenant 
de l’utilisation des renseignements sur la composante électronique 


Région radio centrale 


a» — = ous à 
Ed _ 


6:10 cm 
Disque 
RE ( de gaz 
Nora 1 
JR ST sa | 
| rl 
| 2R=10 cm | 


Fig. 145.2. Schématisation de la structure radio de la Galaxie 


pour juger de la composante protono-nucléaire. Le passage correspon- 
dant est réalisé, comme nous l’avons vu au chapitre 5, par l'hypo- 
thèse définie de la valeur des coefficients x; et x.: 


WH Ur. c 
MN Me qe à (15.16) 
où wy —= H*/8n est la densité de l'énergie du champ magnétique; 
w;.., la densité de l'énergie de tous les rayons cosmiques, et w,, la 
densité de l'énergie de la composante électronique (au chapitre 5, 
au lieu des densités de l'énergie on envisageait les énergies totales, 
mais s’il s’agit de valeurs moyennes, ce sont en général des choses 
équivalentes). 
Au voisinage de la Terre, on a pour les rayons cosmiques 


te 100, x — 1. (15.17) 


où on utilise les valeurs mesurées de w,. — 10.1 erg/cm* et w, — 
= 10714 erg/cm*, et où l’on tient compte également du fait qu’en 
moyenne dans la Galaxie H — 2 à 5.106 Oe. 

En vertu des arguments déjà exposés, des considérations sur 
l'équipartition de l'énergie dans les conditions quasi stationnaires 
(d’où 4x 1), etc., il semble tout à fait raisonnable d'étendre les 
estimations (15.17) à la Galaxie tout entière (ou leur moyenne 
à l’espace galactique). On procède de la sorte avec les sources extraga- 
lactiques pour aboutir à la conclusion susmentionnée sur le grand 
rôle des rayons cosmiques dans l'Univers. Au chapitre 5, nous avons 
souligné qu’une conception des méthodes rendant possible la mesu- 
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re des quantités x. et x,, n’en était pas moins importante; on en re- 
parlera aux chapitres 16 et 17. Il se peut que dans le cas de la Galaxie, 
les estimations (15.17) cessent d'être correctes seulement pour les 
régions centrales; pour les principales sources discrètes galactiques 
(du type des enveloppes des supernovae), elles cessent d’être correctes 
seulement à certains stades d'évolution. 

En appliquant à l’intégrité de la Galaxie les valeurs de (15.17) il 
est facile d'évaluer l'énergie totale des rayons cosmiques du disque 
radio (pour w,. — 10713 erg/cm et H — 5.:10-6 Oe), ainsi que, con- 
ventionnellement *), de toute la Galaxie compte tenu du halo radio 


Dr. c. disque 7 Wr. c. disque disque 1065 ergs; 


15.18 
W:. c. halo “ Ur, c. halo Vhalo 1056 ergs, 


Où BVuaisque — R3-2hk — 1097 cm’ est le volume du disque radio 
(cf. fig. 15.2) et Viuo — 4nR%/3 = 5.10% cm, le volume du 
halo quasi sphérique; il se peut que le halo réel soit aplati; 
de plus, à mesure qu’on s'éloigne du plan galactique, la densité 
de l'énergie des rayons cosmiques, probablement, diminue; c’est 
pourquoi précisément on adopte l'estimation W,c halo — 105 ergs. 
Cette quantité est impressionnante; on peut par exemple cons- 
tater qu’elle correspond à l’énergie au repos de cent étoiles ayant 
chacune environ une masse solaire (M- = 2.10% g, Mc — 
= 1405: ergs). Ce qui importe encore plus, certes, c’est que l'énergie 
W,. est comparable ou est plus grande que l'énergie du gaz inter- 
stellaire et l'énergie du champ magnétique interstellaire. Notons 
également que dans des radiogalaxies puissantes l'énergie W,.. 
atteint des valeurs de 10% et même de 106! ergs, c.-à-d. est de l’ordre 
de 107 Mac. 

Quelle est l’origine des rayons cosmiques en général et au voisina- 
ge de la Terre en particulier? Le fait même de la production (accélé- 
ration) efficace des particules d'énergies relativistes et ultra-relati- 
vistes dans l’espace, traduit assurément une nature plasmique des 
régions correspondantes, des nuages de plasma instables, ainsi que 
l'existence des explosions cosmiques (explosions des noyaux galacti- 
ques, des supernovae, des novae, solaires, etc.). Ainsi, ce sont préci- 
sément les rayonnements cosmique et subcosmique et le rayonnement 


*) Depuis plus de vingt ans l'existence d’un halo radio de la Galaxie fait 
l'objet des discussions sans apporter jusqu’à présent des clartés sur la question. 
D'après nous (cf. [193a] et sa bibliographie), il doit exister une sorte de halo 
de rayons cosmiques, c.-à-d. une région entre le disque radio et l’espace inter- 
galactique où la densité de l'énergie des rayons cosmiques est encore impor- 
tante (disons, wr.e — 10-1—410-1$ erg/cms). Il se peut, pourtant, que la chute 
de l'intensité du champ magnétique et de la concentration de la composante 
électronique fassent que le rayonnement radio de cette région (halo radio) soit 
très faible. L’estimation (15.18) du W..c.h210 Suppose évidemment l'existence 
d'un halo de rayons cosmiques. 
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qu'ils engendrent (en particulier, les rayonnements X et gamma) qui, 
tout en étant des éléments infaillibles des processus cosmiques, sont 
les indicateurs qui contrôlent ces processus actifs et particulière- 
ment impétueux. C’est là l’un des traits particuliers des plus impor- 
tants de l’astrophysique des rayons cosmiques et. en général. de 
l’astrophysique des hautes énergies, qui détermine son rôle dans 
l'astronomie tout entière. 

Lorsqu'on examine l’origine des rayons cosmiques au voisinage 
de la Terre (dans ce qui suit, nous dirons tout court qu'il s’agit de 
l'origine des rayons cosmiques), on a généralement en vue non pas 
le mécanisme d'accélération, mais la construction d’un certain modè- 
le qui indiquerait les sources des rayons cosmiques, la région qu'ils 
remplissent, etc. Depuis de nombreuses années, dans ce domaine 
rivalisent surtout des modèles de deux types : les modèles galactiques 
et métagalactiques. Les modèles métagalactiques admettent que 
la partie dominante des rayons cosmiques (composante protono- 
nucléaire) vienne dans la Galaxie de l’extérieur, de l’espace intergalac- 
tique (métagalactique). C’est pourquoi, comme on peut le voir *), 
la densité de l'énergie des rayons cosmiques dans la Métagalaxie 
wm, (au moins dans la région adhérente à la Galaxie) doit être de 
l’ordre de w,..6 — 107"? erg/cmS. Cela signifie à propos que dans la 
Métagalaxie x. © 107, puisque la composante électronique des 
rayons cosmiques observés au voisinage de la Terre est à l’avance 
d'origine galactique; en effet, en vertu de grandes pertes par effet 
Compton (cf. plus loin) les électrons relativistes ne peuvent pas 
errer longtemps dans la Métagalaxie et venir dans la Galaxie à partir 
des radiogalaxies et des quasars. Malheureusement, nous ne disposons 
- pas encore d'évaluation quelque peu sûre de la densité wm,, mais 
d’après toute une série de considérations, on peut admettre que 


Wns € Wr. €. 10717 erg/cm° (15.19) 


et, le plus probable, wy, < 10715—10"16 erg/cm® (cf. [191]). Si on 
arrive à confirmer sûrement l’inégalité (15.19), ce qui en principe est 
possible (cf. chapitre 17), alors les modèles métagalactiques seraient 
résolument réfutés. Pour le moment, ils sont d’après nous (vue qui 
n'est pas partagée par tous) très peu probables à la différence des 
modèles galactiques. Ces derniers supposent (toujours d’après de 
nombreuses vues que l’auteur partage, mais qui ne sont pas univer- 
sellement admises) que les sources principales des rayons cosmiques 


*) Dans la Métagalaxie comme dans la Galaxie, l’isotropie des rayons cos- 
miques doit être très élevée du fait qu'une forte anisotropie est supprimée par 
l'instabilité du plasma (cf. [129, 140, 191, 194] et ce qui suit). Aussi, l’étude 
du mouvement des particules dans un champ magnétique montre-t-elle que 
dans des conditions quasi stationnaires, dans la Métagalaxie et la Galaxie 
l'intensité et, donc, la densité de l'énergie doivent être à peu près égales (pour 
plus de détails cf. [191]). 
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sont les supernovae, y compris les pulsars *), ainsi que peut-être les 
explosions dans le noyau de la Galaxie. Le volume caractéristique 
du modèle galactique à disque occupé par les rayons cosmiques est 
celui du disque radio ou de la région adjacente (Vaäisque — 1097 cm). 
Dans ce cas, la durée de vie caractéristique des rayons cosmiques de 
la Galaxie T,c.disque 107 années. Dans le modèle galactique 
à halo, le volume occupé est celui du halo des rayons cosmiques 
(Vhaio — 10% cm“). et la durée de vie caractéristique T,chalo — 
— 105 années (la durée de vie est évaluée plus loin). Avec les valeurs 
de W,. de (15.18), ceci rend clair que pour conserver un régime 
quasi stationnaire, les sources du rayonnement cosmique des deux 
modèles de la Galaxie doivent émettre (accélérer) des rayons cosmi- 
ques avec la puissance de l'ordre de 


U ee We. halo Wr. c. disque 
r. C RE 


1040 10%1 erg/s. (15.20) 


Tr. c. halo Tr. c. disque 


Les supernovae. aussi bien que les explosions du noyau galactique 
sont capables d'assurer une injection des rayons cosmiques de cette 
puissance. 

Le choix entre les modèles galactiques n'est pas encore fixé; 
il dépend, par exemple, de la mesure de la durée de vie caractéristi- 
que des rayons cosmiques T,:. et sous ce rapport il existe certaines 
possibilités [193 a]. En tirant au clair la question de l’existence du 
halo radio, on servira au même but. L'étude du rôle de telles ou tel- 
les sources des rayons cosmiques est également possible par diffé- 
rentes méthodes. Notons à titre d'exemple que le noyau galactique 
ne peut servir de source à la composante électronique durayonnement 
cosmique dans le domaine des hautes énergies £ >; 1—10 GeV. Il en 
est ainsi du fait qu’en se déplaçant du centre galactique vers le 
Système solaire, les électrons de haute énergie perdront leur plus 
grande partie par effets synchrotron et Compton (cf. chapitre 4). 

Bornons-nous à ces remarques sur l’origine des rayons cosmiques 
puisque notre tâche consiste à expliquer certains processus et 
mécanismes physiques qui présentent de l'intérêt pour l'astrophysi- 
que de hautes énergies. Les processus et mécanismes à étudier et 
discuter sont les suivants. 

Accélération des composantes protono-nucléaire et électronique 
dans les diverses conditions cosmiques et dans les régions différentes 
(explosion d'une étoile, plasma turbulent dans les enveloppes des 


*) Au sein de la plupart ou même de toutes les supernovae se trouve pro- 
bablement une étoile à neutrons magnétique appelée Luisa [16]. Les particules 
peuvent être accélérées par l'explosion elle-même de la supernova, dans son 
enveloppe et au voisinage du pulsar. Ainsi, l'accélération des particules par les 
pulsars est l’un des trois modes possibles et son importance relative n'est pas 
encore suffisamment élucidée. 
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supernovae, accélération dans l’espace interstellaire, accélération 
au E— des pulsars, accélération dans les éruptions solaires, 
etc. 

Pertes d'énergie par les particules rapides de différents types. 
Transformations des noyaux par suite des collisions. 

Diffusion et isotropisation des rayons cosmiques, en particulier 
compte tenu des phénomènes de plasma. 

Production par les rayons cosmiques de photons de différentes 
énergies et leur application dans la radio-astronomie, l'astronomie 
optique, celle des rayons X et des rayons gamma. On y rapporte aussi 
l'absorption et la diffusion de photons de toutes les gammes. 

D'autre part, il s’agit évidemment de dresser une théorie quanti- 
tative de l’origine des rayons cosmiques dans la Galaxie, capable de 
rendre compte des pertes, de la diffusion, de la transformation de la 
composition chimique, etc. A cet effet, il faut se donner, certes, un 
modèle plus concret (concrétiser. la région occupée par les rayons 
cosmiques, la répartition des sources, les paramètres du milieu inter- 
stellaire, etc.). L'état du problème est tel qu’une méthode des essais 
et erreurs est inévitable: il faut calculer les divers modèles et en les 
confrontant avec les données d’observation choisir le meilleur (cf. 
[39, 191-193a, 195, 196)). 

Il est bien évident que le corps des problèmes correspondants est 
énorme. Nous en avons déjà parlé dans le cas du rayonnement 
synchrotron (cf. chapitres 5 et 9). Dans ce qui précède, nous avons 
traité également certains autres processus présentant un intérêt 
pour |’ astrophysique, mais nombre de questions et problèmes susmen- 
tionnés n'ont pas encore été mis en lumière. Malheureusement, dans 
le cadre de cet ouvrage, il est tout à fait impossible de le faire d'une 
façon quelque peu détaillée. C’est pourquoi dans ce qui suit (dans le 
présent chapitre et les chapitres 16 et 17) nous nous bornerons à dis- 
cuter des pertes énergétiques, à décrire le schéma général de la dif- 
fusion des rayons cosmiques compte tenu de la transformation de 
leur composition chimique et des pertes (de la part de la composante 
électronique) ; ensuite nous examinerons les mécanismes de produc- 
tion des rayons X et gamma et nous ferons quelques remarques sur 
des questions connexes. Nous passerons outre les mécanismes d’accé- 
lération de particules dans les conditions cosmiques (cf. [39, 129, 
140, 197, 198)). 

Le passage des particules chargées à travers une matière donne 
lieu à plusieurs processus associés généralement par le terme de 
pertes d’énergie par ionisation. Si on admet que le mouvement de la 
particule est donné (s’il est, par exemple uniforme et rectiligne) et si 
on n'envisage pas de variations de la masse et de la charge de la 
particule sous l'effet des transformations nucléaires et de la capture 
ou bien du « dépouillage » des électrons de sa couronne électronique 
(il s'agit ici d'un mouvement de noyaux atomiques), alors les 
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pertes par ionisation sont dues à l’ionisation des atomes du milieu, 
à leur excitation et au rayonnement Tchérenkov. 

Il est vrai qu’il n'est pas toujours possible de classer nettement 
ces trois types d'action de la particule en mouvement d'autant plus 
si le milieu est dense. De plus, dans le cas du plasma, il faut envisa- 
cer le transfert d'énergie aux électrons et ions du plasma et non 
l’ionisation et l’excitation qui ont lieu dans un gaz constitué d'ato- 
mes et de molécules neutres. Lorsque les particules sont suffisam- 
ment lentes, la recharge joue son rôle. Un flux de particules peut 
donner lieu aux effets collectifs: instabilité du faisceau, etc. Aux 
problèmes des pertes par ionisation adhèrent les questions de la 
production, dans le milieu, des électrons Ô (électrons de recul) et le 
problème de la diffusion multiple produite par une particule traver- 
sant une couche donnée de matière. Parfois il faut tenir compte des 
fluctuations des pertes par ionisation et de la dispersion des longueurs 
du parcours. 

Déjà cette liste sommaire montre clairement toute la multipli- 
cité de l’aspect du problème des pertes par ionisation auquel on 
pourrait consacrer un cours spécial. Naturellement, cet ensemble 
de questions a donné lieu à une littérature très abondante, mais nous 
bornerons nos références en indiquant l’ouvrage classique de Bohr 
[199] et l’un des derniers ouvrages [200] que nous connaissons (cf. 
également, [1, 27, 39, 189, 201]). Dans ce qui suit, nous ne donnerons 
que quelques formules qu'il faut utiliser dans le calcul des pertes 
par ionisation dans le gaz, et ferons à ce propos quelques remarques. 

A la base du calcul des pertes par ionisation des particules rapides, 
il y a la formule à laquelle on donne parfois le nom de Bethe-Bloch : 


(2 


” ( 2) sd (Æ) __ 2reiZiN { 2muW max 
dt Ji 


SE) — Er {nes 2p+f), (15.21) 


où NV est la concentration des électrons dans la matière ;: m, la masse 
des électrons ; B = v/c; v, la vitesse de la particule rapide considérée, 
de charge eZ ; 7, l'énergie d’ionisation moyenne des atomes du mi- 
lieu; W,,:1+. l'énergie maximale transférée par la particule aux élec- 
trons seuls et f, la compensation pour l'effet de densité. Le point de 
départ pour obtenir la formule (15.21) est, au fond, la formule clas- 
sique de Rutherford qui détermine la section efficace de diffusion 
de la particule de charge eZ, de masse M et de vitesse initiale v sur 
une particule au repos, de charge e et de masse m (l’énergie d’interac- 
tion est e?Z/r). Le choc communique à la particule au repos (à l’élec- 
tron) l'énergie W, alors que la particule incidente perd cette même 
quantité d'énergie (collision élastique). La section efficace exprimée 
par W s'écrit 
eZ dW 


SR —— ——— 
do er W2 
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(le calcul étant fait au $ 19 de [202], aucun besoin n'est donc de le 
reproduire). Pour l'énergie perdue par la particule incidente, on a 


| W do = Le 7 In me e 
. W min 
Win 


En multipliant cette expression par la concentration électronique À, 
on en tire la formule de la forme (15.21) ; le problème réel est alors de 
mettre au point le facteur logarithmique, compte tenu du relativisme 
(il est évident que dans ce qui précède on a utilisé une formule non 
relativiste), de la liaison atomique des électrons, etc. 

Le sens qualitatif du terme logarithmique de (15.21) devient 
clair si l’on songe qu'au fond il est de la forme const-in (Pax/Pinin); 
où p est le paramètre d'impact. Dans les collisions proches (p— Pain) 
il se forme des électrons 6 dont l’énergie atteint W,,,+,. Quant à l’ap- 
port des collisions lointaines (p — Pmax), il croît comme 
In (1/(1 — B?)) = In (£/Mc°)? par suite d’une compression du champ 
de la particule avec v —+c (pour cette raison. à mesure que l’énergie 
croît. les composantes de Fourier du champ d’une fréquence donnée 
o© — .J/Jh correspondent grosso modo aux distances toujours plus 
grandes). Pourtant, avec l’augmentation de Pa, entre la particule 
et l’électron auquel l'énergie est transmise, apparaissent les particu- 
les du milieu en un nombre toujours plus grand. Ces dernières font 
écran par rapport au champ de la particule, et à conditions égales, 
cet effet est d'autant plus marqué que le milieu est plus dense. Le 
terme f de (15.21) rend justement compte de l’influence de cet effet 
{effet de densité). Dans le cas ultrarelativiste (pour plus de précision, 
cf. plus loin) le terme f a un caractère universel 


fe In (4— 82) + in +4, og = EN 


Il en résulte que la formule (15.21) devient 


(LE) ASE om} 522 


L'indépendance de l’expression donnée de f par rapport aux pro- 
priétés du milieu (abstraction faite de la concentration des électrons 
N) est due au fait que, dans le cas discuté des énergies suffisamment 
élevées, ce qui importe, ce sont les propriétés du milieu aux hautes 
fréquences, lorsque, pour tout milieu, 


@ÿ 4se3N 
les 7 mo * 
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D'après (15.21), les pertes par ionisation des électrons ultra-rela- 
tivistes (£ S$ mc*) dans l'hydrogène atomique sont 
dE 271e4N E3 
—(S).= me {in —2}= 


— 1,22.40-2N {31n 2 +188) erg/s = 


mc? 


—7,62-10-°N {3 In -Ë-+ 18,8 } eN/s — 


mc? 


—2,54.10-1N {31n - + 18,8 | eV/em=— 


mc? 


=1,53-105 {3 In À-+18,8 } eV-cm°/g (15.23) 


mc 
(les pertes par ionisation sont données ici en unités différentes pour 
rendre commode leur manipulation en divers cas). 

N de (15.23) est la concentration des atomes d'hydrogène ; l'éner- 
gie efficace d’ionisation .J est posée égale à 15 eV ; cette formule rend 
compte de l’apport de tous les électrons de recul d'énergie qui at- 
teint Winax = 1/2E, car les électrons étant indiscernables, telle est 
précisément l'énergie Wnax transmise dans les collisions électron- 
électron *). Notons que (15.21)-(15.23) rendent compte de tous les 
processus : ionisation (en particulier. la production des électrons à 
rapides), excitation et rayonnement Tchérenkov. Même pour l’hydro- 
œène, la part de ce dernier n’est pas grande (de l’ordre de 15 %). 
Autant qu'on a pu l’établir, la valeur de l’énergie de (15.23) obtenue 
par calcul n'est pas encore exacte; c'est pourquoi sous le signe du 
logarithme de (15.23) il y a un facteur indéterminé d'ordre unité 
(l'imprécision de la formule (15.23) due à cette circonstance ne dépas- 
se pas quelques pour cent). Par ailleurs, (15.23) néglige l'effet de 
densité, c.-à-d. le terme f de (15.21) y est omis. Ceci est admissible 
tant que v/c << 1 V& (0), où vest la vitesse de la particule, et e (0), 
la permittivité du milieu à la fréquence w = 0. Dans l'hydrogène 
atomique 


9 / h? \3 
e(0)=1+4naN, a=- — = 10%, 
ct pour 
E x 3-1011 
= <(41aN) 172 VX 


*) Admettons qu'un électron d'énergie supérieure à 1/2 E n'est pas un 
électron ô mais un électron diffusé. Notons également que, dans le cas des élec- 
trons, la formule (15.21) n'est pas tout à fait exacte. Dans les conditions (15.23) 
le terme —2 entre parenthèses doit être remplacé par 1/8 — 1n 2 — —0,57. 
Pratiquement, cette mise au point est peu importante, notamment du fait de 
la définition approchée de l'énergie Z (cf. lus loin). 


23 -0406 
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on peut négliger l'effet de densité. Même avec N — 10° cela signifie 
que la formule (15.23) est vraie pour les électrons d'énergie £ << 
<< 1016 eV. 

Pour les atomes légers, autres que ceux d'hydrogène, les pertes 
par ionisation sont aussi, en première approximation, définies par la 
formule (15.23) où par N il faut entendre la concentration de tous les 
électrons atomiques. Il est clair que dans le milieu interstellaire 
(disons, pour un taux de 10 % d’hélium) les pertes par ionisation ne 
sont que de 10 % supérieures à celles observées dans l'hydrogène pur 
(pour la même concentration totale des atomes). Dans un plasma 
totalement ionisé (V est la concentration des électrons), les pertes 
par ionisation des électrons ultra-relativistes sont égales à 


(He (nr — 84} = 


=7,62.102N {Inn N+73,4)eV/s. (15.2) 


Cette formule se déduit de (15.22) pour Wyax = 1/2 E; de plus, 
conformément aux calculs de [203] la valeur numérique du facteur 
logarithmique a été mise au point (au lieu de —1 dans (15.22), on 
a —3/4 dans (15.24); bien entendu, cette rectification n’a rien de 
spécialement important). Dans les cas courants, les formules 
(15.23) et (15.24) donnent des résultats qui généralement ne diffè- 
rent pas entre eux quant à l’ordre de grandeur. Par exemple, pour 
N = 0,1 et E = 5-10$ eV, les pertes (15.24) sont deux fois plus 
grandes que les pertes (15.23). Les pertes (15.24) sont dues à la pro- 
duction des électrons 6 (c.-à-d. au transfert d'énergie aux électrons 
du plasma) et au rayonnement Tchérenkov des ondes de plasma *). 
La nécessité d'appliquer au plasma la formule (15.22) qui tient comp- 
te de l'effet de densité est rendue évidente par ce qui a été dit précé- 
demment: pour un plasma raréfié, 8 — 1 — w/w° pour toutes les 
fréquences et l’utilisation de cette expression pour € conduit juste- 
ment à (15.22). 

La formule (15.23) concerne le cas des électrons ultra-relativistes. 
Mais si la condition £ S$ mc° n’est pas remplie, et en particulier ne 
l’est pas pour les électrons non relativistes (mais animés d’une vites- 
se v > v,, où v, est la vitesse des électrons atomiques; dans le cas de 
l'hydrogène, cela signifie que l'énergie cinétique de l’électron 


*) Nous admettons que le plasma est isotrope, c.-à-d. que le champ magné- 
tique est absent ; on sait que dans ces conditions l'émission des ondes Tché- 
renkov transversales de plasma est impossible. Soulignons également que par 
ondes de plasma on entend des ondes longitudinales qui peuvent se propager 
non seulement dans le plasma, mais aussi dans un milieu quelconque sous la 
condition e (w) = 0. Sous ce rapport, le plasma se distingue seulement par un 
faible évanouissement des ondes de plasma suffisamment longues. Dans un 
milieu dense, une partie importante de pertes par ionisation peut être associée 
précisément à la production des ondes de plasma. 


ASTROPHYSIQUE DES RAYONS COSMIQUES 355 


E. = E — mc? 5 15 eV), alors, dans les calculs avec une erreur d'au 
moins quelques pour cent, on peut utiliser la formule (15.21) en 
remplaçant Waax par 12 E+. 

Pour les particules à énergie totale Æ et masse M S$ m = 9,1 x 
X 107% g, c.-à-d. pour les mésons, protons et noyaux, la formule 
(15.21) conduit aux résultats suivants. 


Soit 
E (+) Me. (45.25) 
Alors l'énergie maximale transmise à un électron est 
Wimax = 2m (5) (15.26) 


Si la condition (15.25) est remplie, pour les pertes dans l'hydrogène 
atomique (7 — 15 eV), la formule (15.21) donne 


(ae | 


"dt ): 
: - 2M E 15.2 
= 7,62-10Z2N J/ 2 {ne +11,8}ev/s, [ (15-27 
E=E—Mez 1/2M < Me, 
— (5), = 762-1022 {41n-2+420,2} ev/s, 
ES Me. (15.28) 


Pour les protons, la condition (15.25) est de la forme E & 2-10? eV: 
ainsi la formule (15.28) est pratiquement valable pour 2-109 eV < 


< E < 10" eV 
Si 
ES (+) Me?, (15.29) 
on a 
Wiax = E. (15.30) 


La formule (15.21) devient alors 


(TS) = {ne me —2}= 


mc 
E 
= 7,62-10-9Z2N {31n—% + In + 19,5}eV/s, (15.31) 


où la dernière expression se rapporte à l'hydrogène atomique (15.31) 
ne rend pas compte de l'effet de densité, ce qui est admissible pour 


l'hydrogène atomique tant que E/Mc? << 3-10U/V N (cf. plus haut). 
23e 
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Pour le cas non relativiste d'un plasma complètement ionisé 
de concentration électronique on a 


dE __ 27e47: N mir 
i mt neA=N 


dt 


= 7,62-10-°Z2N VE PE {inEe Lin N+38,7}eV/s. (15.3) 


Cette formule se déduit de (15.21) avec E, = */, Mru° & Me, 
Wonax = 2m? (cf. (15.26)) et Y = ho, — hV 4neN/m = 3,7 x 
x 40-11 JV N. eV. Cette substitution de 7 par l'énergie du plasmon 
ko, (ou dans un autre langage, le remplacement de la fréquence w = 
= IR par la fréquence de plasma w,) est tout à fait naturelle étant 
encore confirmée par un calcul plus conséquent (cf. [27]). 

Dans le cas ultra-relativiste £ S$ Mc'il faut utiliser pour le plasma 
la formule (15.22) ou la formule 


: (+) _2neiZ?N l MW max _ 
dt Ji me 4nethEN 


= 7,62.10-°ZEN {inŸme _InN+741}oV/s, (15.33) 


qui s’en distingue par un facteur peu important, où comme ,., 
on utilise la valeur (15.26) sous la condition (15.25) et la valeur 
(15.30) dans le cas (15.29). Les valeurs numériques sont données en 
eV/s. Pour les particules relativistes de v Æ c. l'expression des pertes 
en eV/cm s’obtient en divisant par c — 3-10!° cm/s; les pertes dans 
l'hydrogène en eV/(g-cm”*°) se déduisent des pertes en eV/cm en mul- 
tipliant par 6-10%3%/N — 1/(1,67-107°% N) = 1/M,N. 

Examinons encore la question de la production des électrons 6. 
Il est évident que les pertes correspondantes sont appréciées complè- 
tement par (15.21) et les autres formules où figure l’énergie maximale 
Wimax transmise à l'électron. Les pertes relatives à la production 
des électrons Ô dont les énergies s’échelonnent de W,,,+ à la valeur 
Win qui nous intéresse (de plus, Wim > 7, 7 est l'énergie de 
liaison moyenne de l'électron qui figure dans (15.21)) s’obtiennent 
de (15.21) et valent 


: ( dE _ 2neiZEN |, Wimax 
dt 1 mu Win : 


(15.34) 


où eZ est la charge et v, la vitesse de la particule incidente; W, la 
concentration des électrons (et non des atomes!) dans la matière 
(e et m sont la charge et la masse de l'électron). Les valeurs de W,,. 
ont été déjà données pour les cas différents (cf. (15.26), (15.30) et 
les explications de la formule (15.23)). 
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La probabilité que, dans une couche de matière de 1 cm, la parti- 
cule d'énergie Æ transmette à l’électron l'énergie W $ 7 qui repose 
dans l'intervalle W, W + dW, est égale à 


PACE, W) aW = TEEN DE 


n _T{_ E W \2 
FEW) = (7) 
où la fonction F concerne les électrons ultra-relativistes de £ S mc? 
(évidemment, dans ces conditions, Z — 1). La section efficace diffé- 


rentielle rapportée à un électron du milieu et qui correspond à la 
probabilité (15.35) vaut 


dos = Es e A PUA dV”’. 


mru°W= 


(E, W), 
(15.35) 


Avant d'entreprendre un examen sommaire des autres pertes 
d'énergie (outre les pertes par ionisation), faisons quelques remar- 
ques sur les effets collectifs que provoque le mouvement des parti- 
cules dans un milieu. Examinons, par exemple. un plasma dans le- 
quel se déplace, à vitesse constante, un flux (faisceau) des particules 
chargées rapides. La question des processus dont un tel système est 
le siège s'apparente sous un certain rapport au problème des pertes 
par ionisation. 

Commençons pourtant par un problème plus général. Dans un 
gaz suffisamment raréfié les processus d'émission des photons, de 
production d’autres particules (par exemple, des mésons x), d’'ioni- 
sation et d'excitation des atomes. etc., peuvent être envisagés sans 
tenir compte de l'influence exercée par le milieu. Autrement dit, 
si la distance entre les particules du milieu (entre les atomes, par 
exemple) est suffisamment grande, tous les processus se déroulent 
comme s’il n'y avait que les particules en collision (particule inci- 
dente, atome, « produits» de la collision). I] est aussi clair (et on le sait 
très bien) qu'avec l'augmentation de la densité, il faut en général 
prendre en considération l'interaction des particules du milieu et, 
dans ce sens, on peut parler des effets collectifs. On est amené à un 
tel effet collectif, par exemple, en appréciant l'influence de l'indice 
de réfraction du milieu sur le rayonnement synchrotron (cf. chapi- 
tre 6). Le rayonnement Tchérenkov des ondes transversales, aussi 
bien que longitudinales (de plasma) est, certes, aussi un phénomène 
collectif ; de plus, dans ce cas en général un processus ne marche pas 
sans milieu (dans le vide). Nous avons déjà envisagé en son temps 
et lieu des effets collectifs de cette sorte. Une autre catégorie de tels 
effets se rapporte aux particules incidentes. Ainsi, par exemple, ce 
n’est que dans le plus simple des cas que les pertes d'énergie d'un 
flux de particules traversant un milieu sont égales à la somme des 
pertes subies par les particules isolées du flux considérées comme si 
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toutes les autres particules de ce flux étaient absentes. De telles 
conditions sont loin d’être toujours remplies. 

Sans prétendre ici à fournir une classification quelle qu'elle 
soit, dégageons quand même deux classes des effets collectifs relati- 
ves aux particules rayonnantes (+ incidentes ») elles-mêmes. La 
première classe est caractérisée par l’inhomogénéité spatiale de la 
distribution des particules rayonnantes. Par exemple, comme le 
montre la formule (15.21) et le sens même du phénomène, les pertes 
par ionisation et l'intensité du rayonnement Tchérenkov sont propor- 
tionnelles au carré de la charge eZ de la particule rapide concernée *). 
Par ailleurs, il est parfaitement clair que les pertes d’une particule 
de charge eZ seront égales aux pertes de Z particules de charge e 
si seulement ces dernières se déplacent ensemble en formant un paquet 
suffisamment compact de charge totale eZ. [l est évident que le paquet 
peut être considéré comme suffisamment petit, dans le sens indi- 
qué, si sa dimension / est suffisamment petite devant la dimension 
caractéristique p qui, dans un langage imagé, est responsable des 
pertes considérées. Dans les collisions proches qui conduisent à la 
production des électrons 6, le paramètre d'impact p est petit et il 
n'y a pas lieu de parler des effets collectifs **). Par contre, le rayon- 
nement Tchérenkov de longueur d’onde À est engendré dans un domai- 
ne dont les dimensions sont de l’ordre de À; dans ce cas les paquets 
de particules peuvent s'avérer suffisamment petits et, par consé- 
quent, l'intensité du rayonnement ne sera déjà plus proportionnelle 
au nombre de particules dans le flux. 

La manifestation des effets collectifs de la deuxième classe est liée 
à la réabsorption du rayonnement, à l'instabilité des faisceaux, etc. 
Pour cette classe, l’inhomogénéité spatiale de la distribution des 
particules n’a pas d'importance (au moins pour le calcul en approxi- 
mation linéaire du coefficient d'absorption ou d'amplification des 
ondes). Un processus de ce type (la réabsorption du rayonnement 
synchrotron) a été déjà discuté au chapitre 9. Dans ce cas, la 
marche du processus est bien simple: une particule rayonne, alors 
que d’autres particules du même ensemble peuvent absorber ce rayon- 
nement ; il s'ensuit que le coefficient d’absorption dépend de la 


*) Nous avons déjà souligné que l'expression complete des pertes par ioni- 
sation contient les pertes Tchérenkov; par conséquent. de même que les pertes 
par ionisation, ces dernières sont proportionnelles à Z°. Toutes les formes des 
pertes par ionisation sont proportionnelles à Z?, puisque le champ E de la par- 
ticule est proportionnel à eZ ; quant aux pertes sur le parcours de la particule. 
elles sont égales au travail eZvE = eZ que le champ engendré par la particule 
réalise sur cette même particule (c'est cette méthode de calcul du travail eZvE 
qu'on utilise au chapitre 12 de [27] pour déterminer les pertes par ionisation). 

**) Nous avons en vue un paquet de particules non liées entre elles. Mais 
si les particules sont liées, comme, par exemple, les protons dans un noyau, 
alors. le caractère des collisions proches est également déterminé d'ordinaire 
par la charge du paquet eZ. 


ASTROPHYSIQUE DES RAYONS COSMIQUES 359 


concentration des particules émettrices. L'instabilité du faisceau 
de particules dans le plasma liée à l'apparition dans le faisceau des 
ondes longitudinales est au fond un processus de ce type: il s’agit 
dans ce cas d'un rayonnement Tchérenkov négatif (réabsorption) 
des ondes de plasma. 

Cette question a été déjà traitée au chapitre 7, mais nous la 
soumettrons à un examen plus détaillé, puisque ce problème présen- 
te de l'intérêt aussi bien dans le sens méthodologique que pratique. 

Considérons un faisceau de particules non relativistes de masse M, 
de charge e et de concentration V,, se déplaçant dans le plasma 
« mère » de concentration V et de température 7. Notons f, (v) la 
fonction de distribution des particules dans le flux suivant les vites- 
ses. À titre d'exemple assez typique utilisons la distribution 


R=eN(-) exp {MER} (15.36) 


Il est évident que nous avons là un flux qui se déplace à la vitesse 
moyenne v,;! la dispersion des vitesses au voisinage de v, est, à la 
température T,, de forme maxwellienne. Puisqu'on admet que le 
plasma mère est à l’état d'équilibre, on peut écrire pour les électrons 


hO=N (EE) exp (— 2). (15.37) 


S'il n’y a pas de flux ou si son action peut être négligée, le plasma 
isotrope sans collisions envisagé peut être le siège des ondes électro- 
magnétiques transversales (le champ magnétique extérieur est censé 
être absent) 


E = Esexpli(kr—wt)}, kKE—0, H = 1[kE}, 


n, =n men VE Va (15.58) 


2 _— 
Op — 


? 


LN 
36 » 
> 


o= 0 + ck? 


et longitudinales 
E = Esexp{i(kr—wt)], H=0, | 


kE= KE, o? & w +3 (*) le, 


(45.39) 
_ … ck = 1— 0; ;&? 
ME À TRE 


Les ondes longitudinales ne se propagent sans amortissement (en 
dehors des collisions) que sous la condition WxT/mk & w, (cela 
signifie que kr) = kV xT/8neN & 1 ou À = 2x/k 9 r,, où r, — 
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— VxT/8neiN est le rayon de Debye). Nous reprenons ici par com- 
modité ce qui a été dit au chapitre 11. 

En adoptant que les particules sont indépendantes (flux suffi- 
samment raréfié), on peut admettre que chaque particule du flux se 
déplace, est diffusée et rayonne indépendamment des autres particu- 
les. Dans ces conditions, la diffusion et le rayonnement de freinage 
sur les particules du plasma mère peuvent être considérés comme 
résultant des collisions paires ; ceci se rapporte également à la produc- 
tion des électrons Ô et à la partie des pertes par ionisation par colli- 
sions proches qui lui est liée. Cependant, comme nous l'avons déjà 
souligné, le rayonnement Tchérenkov est, quant au fond, un effet 
collectif. Dans le cas (15.38), l'indice de réfraction nr, << 1 et par 
conséquent la vitesse de phase des ondes transversales Uph ; = 
= c/n, Ÿ c. Il est clair que la condition du rayonnement Tchérenkov 
cos 0 = c/n (w)v (cf. (6.53)) pour n << 1 ne peut pas être observée 
(v est la vitesse de la particule et 0, l'angle compris entre v et k qui 
est le vecteur d'onde de l’onde rayonnée). Au contraire. pour les 
ondes longitudinales (15.39), la condition Tchérenkov (6.53) peut 
très bien être respectée, et par là même la particule du flux est capa- 
ble de produire des ondes de plasma (longitudinales). L’intensité 
totale de ce rayonnement Tchérenkov: 

dE 2ne4 \ 2 ew?, 2 2 

(Tree Se (So eh (So). (4540 

D'après sa structure, la formule (15.40) est la même que toutes les 
formules des pertes par ionisation (cf. par exemple, (15.21) pour 
B® & 1; l'expression (15.40) traduit une partie de ces pertes). Pour 
ce qui est du facteur logarithmique qui n’est défini qu'approximati- 
vement (dans ce sens le facteur 2/3 sous le signe de logarithme est 
tout à fait conventionnel, alors que la formule (15.40) ne se distingue 
en rien de la formule (7.33)), il ne peut être obtenu que par un calcul 
plus détaillé (cf., par exemple, [45, 89]; au fond, il s’agit ici 
d'évaluer la condition Tchérenkov (6.53) de nr = n, et la condition 
kr, < 1 assurant l’existence des ondes longitudinales faiblement 
évanouissantes). 

Dans le flux de particules se déplaçant sous un angle donné les 
ondes de fréquence w sont émisses par toutes les particules telles que 
v cos Ÿ — c/nj (w). Ainsi, toutes les particules à valeur fixée de la 
projection de v sur k et à valeurs quelconques de v, (c.-à-d. de la 
composante perpendiculaire à k) font leur apport dans le rayonne- 
ment sous un angle 6. Sous ce rapport nous nous intéresserons non 
pas à la fonction de distribution f, (v) elle-même, mais à la quantité 


Luz) Loan (ah) exp {Mann} 


(15.41) 
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qui utilise la distribution (15.36). La fonction de la forme (15.41) 
a été schématisée sur la figure 7.2. 

A mesure que la concentration W , des particules du flux augmen- 
te, il faut tenir compte de la réabsorption ou de l’amplification des 
ondes Tchérenkov, c.-à-d. de leur absorption et de leur émission 
induite par d'autres particules du même flux. Le fait que de tels 
processus (absorption et émission induite) sont possibles devient 
tout de suite évident si on recourt au langage quantique. Dans ce 
langage *) la production des ondes de plasma (et, notamment, des 
ondes Tchérenkov) est une émission des plasmons d'énergie wo et 
d'impulsion *k — (Aw/c)n, (k/k) (à ce propos nous avons fait cer- 
taines réserves au chapitre 12 et aucun besoin n'est de les reprendre 
ici). Lors de l'émission d’un plasmon, la particule d'énergie E, — 
— 4/2 Moi et d'impulsion p — mv, passe à l’état d'énergie E; — 
= {1/2 Mui = E, — hw et d’impulsion p, = Mv, — ik. Il est parfaite- 
ment clair que le processus in verse est également possible. puisque les. 
modules des éléments matriciels des transitions directe et inverse sont 
égaux entre eux. Dans un tel processus inverse, le plasmon (kw, ik) est 
absorbé par la particule (Æ,, p,) ; il en résulte que l'énergie de la par- 
ticule devient £, = E, + ko et son impulsion p, — p, + #k. La 
probabilité de l’émission induite est égale à la probabilité de l’absorp- 
tion ; de cette façon, si l’état 2 est le plus « élevé » (ce que nous 
avons supposé ci-dessus), alors en présence du plasmon (äw, ik) le. 
système (la particule) effectue la transition induite £, —+E£;,, p. —p; 
en émettant encore un plasmon (io, hkk). La « vraie » absorption 
(l'absorption résultante) est définie par la différence entre les nom- 
bres de particules W, et V, aux états 1 et 2. Il est évident que dans le 
cas du rayonnement Tchérenkov ce n'est que la projection sur k de 
la vitesse v de la particule qui change, c.-à-d. change la valeur cv, : 
de plus, Mu,,s = Mvy., + (ho/chn,. Ensuite 


4.2 4 Jaltn.») — _ 1 dfs ho "y: 


AN Js (Ur, 1) Îs dur Me 


où la fonction de distribution f, et sa dérivée sont prises au point 
v, = ©/k & vx, & Va, (on voit aisément que dans le cas classique, 
kik & Mv,). Ainsi, le coefficient de réabsorption est égal à 


Ée 4 (SE mont 


(15.42) 


*) Nous parlons ici, comme nous l'avons fait précédemment à plus d’une 
reprise, du « langage » du fait que nous avons en vue le problème classique, dont 
la description complète est également possible en termes classiques, mais il 
s'avère qu'il est plus commode ou plus immédiat d'appliquer les idées quanti- 


ques. 
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Le champ de l'onde monochromatique qui se propage le long de 
l'axe des z varie suivant la loi 


EE Esexp| iv (= z—t) |exp (—-< x) | 


ee . 2 
où x est l'indice d'absorption. Le coefficient d'absorption u = —% 


détermine la variation de l'intensité 7 — | E |? — exp (—uz). Une 
autre position du problème très fréquente est d’ailleurs possible, 
lorsqu'on admet que le vecteur d’onde k est réel et la fréquence w 
est complexe. Alors, 


E = Evexp| iv’ (=:—t)| exp (—yt), 


Où & =" —iy (ici w’ = Rew). 

Qui plus est, l'intensité Z — exp (—2yt). Une démonstration 
rigoureuse montre, bien que ceci soit clair à partir des considérations 
immédiates, que pour un milieu faiblement absorbant ou faiblement 
amplifiant on a 


y = Lys, (15.43) 


OÙ L,r — dw/dk est la vitesse de groupe des ondes; sous les condi- 
tions (15.39) 


Le calcul que nous omettons (cf. (45, 129, 140], pour le plasma 
maxwWellien, [64, 139] et chapitre 11) permet de trouver le coefficient 
À de l’expression (15.42). Il en résulte pour y (cf. également (15.43)) 


__ Fe» | df, (vx) 
= — Mk? dk Tr (8 


D'après le sens, dans (15.44), f. (v,) du faisceau électronique est 
la fonction de distribution totale qui rend compte aussi bien de 
l'existence du faisceau que de l'existence du plasma mère. Si pour 
autant nous avons notéf, la fonction de distribution (l'indice s indique 
le faisceau), ce n’est qu'ayant en vue son application aux cas réels, 
lorsqu’au voisinage de la valeur v, — w/k on peut négliger la contri- 
bution des particules du plasma mère maxwellien. En vertu de ce qui 
vient d’être dit il est clair pourtant que la formule (15.44) à M = m 
peut être appliquée également dans le cas du plasma maxwellien pur, 
sans faisceau ; de plus, elle conduit à l'expression de y dans les condi- 
tions d'un amortissement sans collisions (cf. chapitre 11). Comme 
nous l'avons dit, c’est cet amortissement qui a lieu (y > 0), ce qui 
est dû au fait que pour la distribution maxwellienne, df./duvy, << 0 
(cf. (15.37) ou (15.41) pour v., — 0). L'exposé qui précède montre 
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avec une évidence particulière la nature d'un amortissement sans 
collisions dans un plasma isotrope: il s’agit de l’effet Tchérenkov 
inverse, C.-à-d. de l'absorption Tchérenkov (cette absorption de 
l'onde de plasma a lieu justement pour les particules de v, = v cos 
0 — al (w); nous avons repris ici ce qui a été dit aux chapitres 
7 et 11 

Si la fonction de distribution est telle que dans un tel ou tel 
domaine df,/dv, > 0, alors au lieu de s’amortir l'amplitude des on- 
des s'accroît, ou suivant une autre terminologie, on observe l’absorp- 
tion négative ou l'instabilité. Comme il est évident ne serait-ce que 
d’après la figure 7.2, pour tout faisceau « plongé » dans le plasma 
il y a un domaine (domaine l) tel que df./du4 > 0. De cette façon, 
les ondes de vitesse de phase v,, — o/k se trouvant dans le domaine 
des valeurs de v, associées au secteur J de la figure 7.2, seront ampli- 
fiées. Il en résulte que l’amplitude des ondes croît, sa limitation n'é- 
tant définie que par des effets non linéaires. Dans ce cas l’amplifica- 
tion des ondes est de même nature que dans les amplificateurs quan- 
tiques ou dans les générateurs (masers ou lasers). En effet, la condi- 
tion df./dv, > 0 signifie simplement qu'aux niveaux supérieurs les 
particules sont plus nombreuses qu'aux niveaux inférieurs; il en 
résulte que l'émission induite prédomine sur l'absorption. 

En portant dans (15.44) la fonction (15.41), on obtient 


7 ©?©p(Cpn—v,cos 0 (L'on — v, cos 0) 
;=py + 2 @p (ph s exp { — ph s = 


8 k2v3 2v2 
| LE 7 (15.45) 
a 4e Ne 2 __ 47e N & ; XTs 
D  : = rm 3 MD TT D TS pe 


Dans le domaine où v,n << v, cos 6, les ondes s’amplifient (y << 0). 
Il est évident que la valeur maximale de y pour k donné est 
Up 


[Ymax| + FE (15.46) 


La vitesse v,, qui figure ci-dessus est la vitesse de phase des 
ondes dans le plasma mère. Pour que le rayonnement Tchérenkov 
soit possible, cette vitesse ne doit pas dépasser c. C'est pourqoui 
dans (15.46) kmin Æ ®,/c, et donc *) 


&? c? &° 
nas 7. (15.47) 

L'étude classique de la question fait appel à l'équation cinétique 
de la fonction de distribution f,, en choisissant comme distribution 


initiale dans le faisceau, par exemple, la distribution (15.36). 


*) Si vr, < vs, On peut admettre que la condition du rayonnement Tché- 
renkov est vpn € vs et min Æ Op/vs; d'où | Ymax |  Wiv?/ohv4... 
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Supposons qu'il faille déterminer la fréquence © = «©° — iy pour 
l'onde de vecteur réel k (ou le vecteur complexe k pour la fréquence 
réelle w). Bien sûr, on obtient finalement le même résultat (15.44). 
ou pour être concret, (15.45). Cette identité des résultats témoigne de 
l’équivalence complète des approches quantique et classique du 
problème discuté (sous ce rapport cf., par exemple, {81]). en entendant 
par approche quantique l’application de la méthode des coefficients 
d'Einstein à la recherche des probabilités des transitions *). Le 
domaine d'application de cette méthode est limité en particulier 
par la condition | y | & © — w,. Pourtant dans le domaine où elle 
est applicable. la méthode des coefficients d'Einstein est très féconde. 
ce qui a été déjà démontré au chapitre 9. 

Ce qui vient d’être dit rend clair qu’en présence d'un faisceau de 
particules dans le plasma (la vitesse moyenne des particules dans le 


faisceau v, D vr—= V XT/m) ce faisceau est instable du fait de l’ampli- 
fication au sein du faisceau des ondes longitudinales (de plasma). 
L’incrément de l’amplification y est proportionnel à la concentration 
N , des particules dans le faisceau (cf. (15.45) et plus loin, en tenant 
compte que 6% W,.). Ceci entraîne que dans un faisceau de densité 
suffisamment faible l’amplification des ondes par absorption négati- 
ve des ondes Tchérenkov est suffisamment faible (faible dans le 
temps caractéristique du processus ; faible sur toute la longueur du 
faisceau, etc.); d'autre part. dans des conditions parfaitement réel- 
les, l'effet collectif (instabilité) dans les faisceaux peut être très 
important. Il en résulte que la perte d'énergie dans le faisceau et 
son étalement peuvent être bien plus rapides (ou se produire sur un 
parcours plus court) que pour les particules isolées. La résolution du 
problème des pertes et de la diffusion (isotropisation) du faisceau 
est assez compliquée, puisqu'il est impossible de se borner à l’appro- 
ximation linéaire et il faut développer une théorie non linéaire 
(cf. (129, 140] et leurs bibliographies). 

Pourquoi cependant nous examinons l'instabilité des faisceaux 
dans le plasma dans le chapitre consacré aux rayons cosmiques? 
A première vue ceci paraît d'autant plus déplacé que, dans ce qui 
précède, nous avons insisté sur l’isotropie des rayons cosmiques, ce 
qui rend tout à fait impossibles les conditions nécessaires à l’insta- 
bilité du faisceau. D'autre part. la raréfaction très poussée du plasma 
cosmique (dans l’espace interstellaire la concentration électronique 
est N < 1 cm* et dans l'espace intergalactique, N < 10-75 cm“) 


*) Ce n’est que dans ce sens ou dans un sens analogue qu'on peut”opposer 
les méthodes quantique et classique. Mais si l’on a en vue la possibilité de prin- 
cipe de résoudre tout problème classique sur la base des équations de la théorie 
quantique, alors cette possibilité est évidente, puisque la mécanique classique 
et l’électrodynamique classique sont des cas limites des constructions quanti- 
ques correspondantes. 
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fait que l'intérêt des effets de plasma pour l’astrophysique des rayons 
cosmiques est en général peu important. 

D'ailleurs, ce dernier argument doit, dès le début, être reconnu 
comme futile, puisque les valeurs absolues de la concentration 
et d’autres grandeurs ne peuvent jouer aucun rôle: il faut les com- 
parer avec les valeurs correspondantes qui importent pour les proces- 
sus envisagés. Quant à l'isotropie des rayons cosmiques, l’un des 
problèmes les plus urgents est d'établir ses causes, ainsi que de met- 
tre en évidence les conditions qui déterminent l'absence de l’isotro- 
pie. On voit donc que l'analyse des effets de plasma est réellement 
nécessaire pour l’astrophysique des rayons cosmiques. Qui plus est, 
il n’y a aucun doute que ces effets peuvent être très sensibles. 

Considérons. par exemple, l’« écoulement » des rayons cosmi- 
ques d’une certaine région de champ magnétique H, où ils sont 
isotropes, dans l’espace environnant de champ magnétique H, < H.. 
Cette situation est parfaitement réelle, par exemple. lorsque les 
rayons cosmiques s’échappent de l’enveloppe d'une supernova dans 
l'espace interstellaire ou d'une galaxie (ou de son noyau) dans l’es- 
interpace galactique. 

Lorsque la particule chargée se déplace dans un champ magnétique 
régulier l’invariant adiabatique *) 

es = = const, (15.48) 


où p est l'impulsion de la particule et y l'angle entre p et H, ne 
change pas. Dans un champ constant, c.-à-d. ne dépendant pas du 
temps. l'énergie de la particule £ — Y M°c* + c°p® et son impul- 
sion p ne changent pas; donc 


sin* 
H 


OF ; : 
= const, DTA (1, (15.49) 


Lorsque la particule passe dans une région à champ plus faible, 
d'après (15.49) l'angle % diminue. Il s'ensuit que, pour H, < H,;, 
dans la région 2 de champ faible la distribution directionnelle des 


*) 11 serait plus correct de dire que le premier membre de (15.48) est l’in- 
variant adiabatique du déplacement de la particule dans un champ magnétique. 
Lorsque la variation des paramètres du problème est lente, et dans notre cas 
c'est le fait du champ F7, l’invariant adiabatique reste constant. Cela signifie 
que la variation du champ doit être négligeable à des distances de l’ordre du 
rayon de courbure r;; et pendant le temps de l’ordre 1/0%, wf = (eZH/Mc) X 
X (MG@lE). Dans les conditions cosmiques, il est fréquent que ces exigences sont 
bien observées. 11 faut pourtant retenir que non seulement on admet ici que le 
champ électrique (outre le champ associé à la variation de F7 dans le temps) est 
absent, mais on néglige encore les pertes. Ces dernières peuvent, certes, com- 
promettre la persistance de l'invariant adiabatique. Par exemple, les pertes 
par rayonnement synchrotron, particulièrement importantes pour les électrons, 
entraînent, pour H = const, la diminution de l'angle +. 
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particules doit être nettement anisotrope, elles se déplaceront prati- 
quement le long des lignes de force (c.-à-d. leur angle y & 1). C'est 
ce qui forme justement un faisceau de particules. 

Dans la Galaxie, la concentration des rayons cosmiques W,. — 
= 1071 particules /cm° (cf. (15.9)); c’est pourquoi pour évaluer la 
concentration des particules dans le « faisceau » pénétrant dans l’es- 
pace interstellaire à partir des enveloppes ou s’échappant de Ja 
Galaxie, adoptons également l'estimation N,-— N,. = 1071 par- 
ticule/cm$, d’où pour les protons w° = 4ne? N,/M - 0,3; cette 
estimation est correcte jusqu'aux énergies E — Mc? = 109 eV. 
c.-à.-d. pour la plus grande partie des rayons cosmiques (dans le 
cas le cas relativiste, wi = (4xe°N ./M) (Mc?/E)). Par ailleurs, pour 
le plasma mère, dans la Galaxie, ©, — V 4ne?N/m — 5,64 x 
X A0VN < 5-40* s°1 (N < 1 cm) et dans la Métagalaxie, ©, < 
< 10?s"1 (N << 1075 5%). D'où l’on obtient pour l’incrément de 
l’amplification des ondes de plasma sous l’effet de l'instabilité du 
faisceau (cf. (15.47) avec vr, —c) 


2 
w: ne : 
[Ymax | € de 1075 s"1 (Galaxie), 


(15.50) 
[Ymax 1 107$ s71 (Métagalaxie). 


Pour les plus courtes des ondes qui peuvent jouer un rôle dans le 
problème 


VTT Ymin (vr'c)° Ymax (x T/mc°) Ymax 107$ Ymax 


(pour T = 10* °K) et Ymin — 10% Ymax (pour 7 = 105 °K, ce qui 
correspond probablement au gaz intergalactique). Mais même pour la 
valeur | y | — 10719 s”1 ces ondes de plasma s’amplifient sensible- 
ment en un temps *) 7 = 1/[y | 101 s — 300 ans, c.-à.-d. en un 
temps infime par rapport au temps caractéristique de l'évolution de 
la Galaxie Tg— 109 = 1012 années et la durée de vie des rayons 
cosmiques dans la Galaxie T,. 107-105 années. Nous ne multiplie- 
rons pas les exemples et les estimations, leur but unique étant de 
démontrer qu’en général les effets de plasma présentent un grand inté- 
rêt pour l’astrophysique des rayons cosmiques (129, 140, 191, 194, 
204]. Il en est ainsi simplement du fait que les fréquences du plasma 
cosmique w, et les fréquences w, des faisceaux éventuels des rayons 
cosmiques ne sont basses qu’à l'échelle « du laboratoire » ; il en est 
de même des incréments de différentes instabilités qu’il faut évidem- 
ment comparer aux grandeurs 1/7, où T est le temps caractéristique 
du problème (temps d'étalement de l'enveloppe d'une supernova, 
l'âge des rayons cosmiques, etc.). 


*) Le temps et la température sont désignés par la même lettre 7, mais 
cela ne doit pas prêter à confusion. 
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L'incrément y varie d’après les instabilités différentes et, par 
exemple, suivant que le faisceau des particules excite les ondes de 
plasma ou les ondes magnétohydrodynamiques. De plus, y dépend des 
paramètres du plasma mère et de la caractéristique du faisceau lui- 
même, en particulier, du degré de l’anisotropie des particules dans 
le faisceau (pour le faisceau à distribution (15.36) il s’agit de la 
relation XT ,/Mvi). Ainsi, par exemple, pour un flux de rayons cos- 
miques de faible anisotropie ô € 1, pratiquement ce n’est que l’exci- 
tation des ondes magnétohydrodynamiques qui joue un rôle [194]. 
De la sorte, l’incrément | y | atteint sa valeur maximale et par là 
même devient en général le plus important dans des conditions 
différentes pour les instabilités de types différents, des ondes de types 
différents, etc. Cette réserve (« en général ») est déterminée par deux 
arguments. Premièrement. l’incrément y caractérise l’amplification, 
par exemple, des ondes de plasma seulement au stade initial, linéaire. 
Or, l’allure de l’état stabilisé est définie par des processus non liné- 
aires. C’est pourquoi l'instabilité de l’incrément plus grand peut en 
fait au stade non linéaire amener des perturbations moins importantes 
que certaines instabilités au développement plus lent. Deuxièmement. 
dans les cas courants, nous nous intéressons non pas à l’instabilié 
elle-même ni à l'intensité des ondes apparues, mais à telle ou telle 
action de ces ondes (perturbations). S’il s’agit par exemple de l'insta- 
bilité due à l'effet des ondes électromagnétiques (transversales), 
l'estimation de la transformation réciproque des ondes de types dif- 
férents est tout aussi importante que la détermination de l’intensité 
des ondes de plasma. La question qui présente ordinairement un inté- 
rêt particulier en astrophysique des rayons cosmiques est celle de 
l’action inverse des ondes produites et d’autres perturbations sur le 
faisceau lui-même et le champ magnétique où il se déplace. Le déve- 
loppement des instabilités qui conduisent à l'apparition de diffé- 
rentes ondes et d’autres perturbations (par exemple, des altérations 
apériodiques du champ magnétique) fait en général que le faisceau 
s'étale et devient isotrope, alors que le champ magnétique régulier 
devient de plus en plus chaotique et turbulent. Telle est la tendance 
générale assez évidente, mais son analyse quelque peu détaillée 
demande de grands efforts et on est encore loin de son achèvement 
[129, 140, 194]. Ceci concerne surtout les conditions cosmiques où 
une part importante de l’indétermination est liée au fait que nous ne 
connaissons pas suffisamment les paramètres du problème (caracté- 
ristiques des faisceaux et du champ magnétique. sans rien dire enco- 
re des paramètres du plasma interstellaire). Pourtant, les estimations 
déjà réalisées de l'instabilité du faisceau permettent de tirer certaines 
conclusions étayées par l'estimation de la contribution des ondes 
magnétohydrodynamiques, par l’analyse du rôle que jouent les pro- 
cessus non linéaires, etc. (cf. [194] et sa bibliographie). 

Ce sont précisément les instabilités du plasma qui déterminent, 
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dans l’espace, la production efficace des ondes et des perturbations 
de toute sorte, qui, à leur tour, diffusent les rayons cosmiques. Il 
en résulte que la distribution anisotrope des rayons cosmiques est 
assez vite relaxée. et dans la Galaxie ou dans l’espace intergalactique 
l'anisotropie des rayons cosmiques ne peut être que faible: ô € 1. 
D'autre part, la diffusion des rayons cosmiques sur les inhomogénéités 
et sur les ondes, combinée aux perturbations susmentionnées du 
champ magnétique, conduit à une certaine turbulisation du champ 
magnétique de la Galaxie et au « brassage » des rayons cosmiques. 
Malheureusement, l’aspect quantitatif du problème n’est pas encore 
suffisamment élucidé. En particulier, il n'est pas clair quelle est 
dans les gammes énergétiques différentes la part spécifique de la 
diffusion et de l’isotropisation des rayons cosmiques sur les ondes 
produites par ces rayons eux-mêmes, sur les ondes d’une autre origi- 
ne et sur les différentes inhomogénéités statistiques, ou plutôt 
quasi statistiques du champ magnétique [194]. 

Nous ne pouvons plus nous étendre sur ce sujet, mais nous avons 
cru utile, de même que dans le chapitre tout entier, de mettre en 
lumière, au moins en termes généraux, l’ensemble des problèmes qui 
se posent devant l’astrophysique des rayons cosmiques, ayant en 
vue, dans le cas donné, l'estimation des effets de plasma. Ceci doit 
également rendre plus claire l’approche qui consiste à utiliser l’ap- 
proximation de diffusion et les équations de transfert et qui domine, 
à l’heure actuelle. dans les tentatives de l’étude quantitative de tels 
ou tels modèles de l’origine des rayons cosmiques. 

Admettons que les rayons cosmiques sont localement isotropes, 
c.-à-d. que l’anisotropie peut apparaître seulement si l’on fait entrer 
‘en ligne de compte l’inhomogénéité spatiale de la concentration des 
particules W; (r, {, E), où à est le type des particules (le nombre de 
particules, dans un élément dr dE, à l'instant t est V; drdE). Dans 
l'approximation discutée, pour WV; l'équation de transfert générale est 
de la forme (pour plus de détails, cf. [39]; la double sommation sur 
les indices à dans (15.51) ne se fait, certainement. pas) 


TE div (DIVN + (ND) = Qi PiNit Sa (15.51) 


Dans ce qui suit, nous Caractériserons naturellement tous les 
termes de l'équation (15.51), mais nous commencerons par les deux 
premiers, puisque seulement la conservation de ces termes conduit 
à l'équation de diffusion 

ON: 


EE — div (D;VN)=0, (15.592) 


où D;(r, Æ) est le coefficient de diffusion. 
La possibilité de décrire le mouvement des rayons cosmiques 
dans les champs magnétiques en appliquant l'approximation de dif- 
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fusion (15.51), (15.52) n'est nullement évidente. Pour justifier une 

telle approximation il ne suffit pas que le champ ait une composante 

chaotique non régulière très marquée, puisque dans ce cas-là aussi 

la tendance des particules à se déplacer seulement le long des lignes 
de force du champ magnétique est très forte bien que ces lignes soient 
assez embrouillées. Mais, par exemple, dans la Galaxie il faut encore 
tenir compte de cette circonstance que sa rotation différentielle et le 
mouvement des nuages de gaz et des bras spiralés font que les lignes 
de force magnétiques sont « brassées » en permanence. Enfin, nous 
nous intéressons ordinairement au tableau mis en moyenne non seule 
ment suivant les régions de l’espace assez grandes (disons, des ré- 
gions s’étalant à de dizaines et centaines de parsecs), mais aussi suivan- 
des temps assez longs. Ainsi, pour l'estimation des gradients moyent 
des rayons cosmiques et de leur durée de vie dans la Galaxie 7,5 
il suffit de connaître la concentration V, mise en moyenne pour 1, 
temps t & T;.c — 107-108 années, c.-à-d. le temps de la mise ene 
moyenne peut être de 10° années. 

Si l’on tient compte de ces circonstances, l’approximation de 
diffusion semble admissible, surtout lorsque le coefficient D; est 
choisi comme paramètre libre. Il est vrai que par là on ne supprime 
nullement la question de la possibilité de calculer D; à l’aide d’une 
étude plus détaillée (par exemple, en tenant compte des instabilités 
du plasma), et surtout celle de la vérification de l'hypothèse elle- 
même du mécanisme de diffusion par la comparaison des observations 
avec les résultats du calcul en approximation de diffusion (sur la 
base des équations du type (15.51)), de l’anisotropie, de la composition 
chimique et d’autres grandeurs caractéristiques des rayons cosmiques 
ou de leurs composantes. 

Dans un tableau dressé sur la base des données de la diffusion, le 
flux global des rayons cosmiques est égal à 


I 


Fp,;=27 [ J (0) cos0sin6 d…=D,|VN;|= — A: (15.53a) 
0 


de plus, la dernière expression est écrite sous l'hypothèse de la 
symétrie correspondante du problème; par ailleurs, l’axe polaire 
est choisi dans le sens du flux F, ;. En posant pour tous les rayons 
cosmiques J (0) = J, + J, cos 6, on obtient sans peine l'expression 
du degré d’anisotropie 


$—= {max Jmin __ 1 _ 3Fo 3D 1 


Ba dr, c 
Jmax +/min Jo 40 ©  Vr,c 


dr 


(15.53b) 


où on a également utilisé la relation J & J,=(4x/v)N, .—(4n/c)N,.e 
(on examine les particules ultra-relativistes) ; certes, une relation 
24 —04 06 
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analogue peut s’écrire pour des particules de toute sorte. Si l’image 
est quasi sphérique, 


Nr. c 
Pop. mm 


dNr.ec 
R ? 


dr 


où R est la distance caractéristique ; dans le cas de la Galaxie adop- 
tons À = 10%? cm (la distance du Soleil au centre galactique 
R = 3:10 cm) et ô< 107 (cf. plus haut). D'où D - 
= 1/36cR << 1078 cm°/s. D’autres estimations plus sûres *) sont fon- 
dées sur le calcul de la composition chimique des rayons cosmiques 
(cf. (39, 193a, 195] et ce qui suit). Elles donnent 


Daisque — 3-10 cm°/s; Dao — 7-1027 cm°/s, (15.54) 


où les valeurs Dägque €t Dhaio Correspondent à celles des modèles 
à disque et à halo respectivement. 

Le coefficient de diffusion dans le gaz D = 1/3 vi, où L est la 
longeur du libre parcours et v, la vitesse des particules. En appli- 
quant la même relation et en admettant que la vitesse du mouvement 
des rayons cosmiques le long du champ v — 10! cm/s, on peut éva- 
luer à partir de (15.54) les longueurs efficaces du libre parcours: 
liisque 1077 cm et Dao — 2-107$ cm. Dans le tableau dressé sur 


la base de la diffusion, le carré moyen de la distance z° parcourue par 


la particule dans la direction z en un temps T vaut 2° — 2DT. 
D'après cette formule, on peut évaluer la durée de vie des rayons 


cosmiques dans la Galaxie en portant au lieu de z°? le carré de la di- 
mension caractéristique du système L. Dans le modèle à disque on 
pose généralement L — 3:10°%° cm (demi-épaisseur du disque de gaz) 
et, dans le modèle à halo, Z — R — 10°*° cm (rayon, ou plutôt 
demi-épaisseur du halo). Alors, en utilisant (15.54), on obtient 


Tire ec. disque  9-108 années; Ts, c. haio  2-+108 années. (15.55) 


I1 est évident que ces estimations sont grossières, mais même 
cette circonstance ne rend pas encore clair pourquoi dans le modèle 
à disque on a pris comme dimension Z la demi-épaisseur du disque 
de gaz et non pas la demi-épaisseur du disque radio k — 410%! cm. 
Il en est ainsi du fait que, comme le montre sa dénomination, le gaz 
interstellaire se concentre justement dans le disque de gaz. Donc, en 
évaluant la durée de « séjour » des rayons cosmiques dans un milieu 
de gaz (pour le disque de gaz N — 1 cm“) l'estimation de T, «disque 
doit se déterminer justement pour le disque de gaz. Mais ceci rend 


*) Il ne s’agit pas seulement du fait que le degré d’anisotropie 6 n'est pas 
encore mesuré (on n'a défini que sa limite supérieure, et encore cette estima- 
tion est peu sûre). Il est tout aussi essentiel que l'anisotropie peut refléter les 
conditions locales au voisinage du Système solaire, et ne pas caractériser le gra- 
dient moyen des rayons cosmiques dans la Galaxie. 
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particulièrement évident un caractère conventionnel d'un tel temps 
T... Et nous pensons qu'aucun besoin n'est d'expliquer qu’en 
admettant un peu plus haut que T;.c.aisque 107 années et 
T,.c. halo 108 années nous sommes encore loin de dépasser les 
limites de précision des estimations (15.55). 

Le coefficient de diffusion D; de (15.50), (15.51) peut dépendre 
des coordonnées r et de l'énergie de la particule E (on admet que le 
système est stationnaire, ce qui implique que les coefficients de 
l'équation de transfert, en particulier le coefficient D;, ne dépendent 
pas du temps; dans les conditions non stationnaires, la diffusion et 
d’autres processus imposent une étude spéciale). Toutefois, prati- 
quement, le coefficient D; des problèmes à résoudre est soit constant 
dans l’espace, soit constant dans quelques régions intéressant le pro- 
blème (à la frontière de ces régions, la composante du flux normale 
à la frontière D,VN; doit être continue, la concentration W, doit 
aussi rester constante). Pour ce qui est de la dépendance entre D, et 
l'énergie des particules E, la persistance approchée de la composi- 
tion chimique des rayons cosmiques témoigne de la constance appro- 
ximative de D, dans le domaine des énergies — €<10!? eV/nucléon 
et peut-être même jusqu'à l'énergie E — E, — 1 à 3-10'5 eV. Avec 
E = E,, on observe un changement de l’exposant y du spectre des 
rayons cosmiques (cf. (15.11), (15.12)); on admet naturellement que 
ceci est lié à l’apparition de la dépendance marquée entre D; et E, 
et notamment, à l'augmentation du coefficient de diffusion en fonc- 
tion de E pour E > E,. Ces derniers temps on a rendu publiques 
les indications déjà mentionnées [193] sur une faible dépendance 
entre D, et E dans le domaine des énergies E << 103 eV. Il importe 
de souligner ici qu'une évaluation de cette dépendance est tout 
à fait possible dans le cadre de l’approximation de diffusion. 

Examinons maintenant les autres termes (sans les deux premiers) 
de l'équation de transfert (15.51), qui de par eux-mêmes ont un 
sens des lois de conservation du nombre de particules dans l’espace 
des coordonnées et des énergies. Cette remarque permet de compren- 
dre que la grandeur b;N; est un flux de particules de type i dans 
l'espace énergétique, où b, est la vitesse dans l’espace des énergies, 
c.-à-d. la variation de l'énergie de la particule par unité de temps 


dE 
7 = di (E). (15.56) 


Ainsi, _ (b,N;) est en effet la divergence du flux. I1 faut encore 
avoir en vue que la variation envisagée de l'énergie de la particule 
doit être progressive, continue (au moins, à la précision près de 
l'approximation appliquée). S'il s’agit des pertes d'énergie, bien 
entendu b; << 0; un exemple de telles pertes partiquement continues 
peut être fourni par les pertes par ionisation examinées précédemment 


249 
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(il est évident que _ = 7) ou les pertes par freinage magné- 
tique discutées au chapitre. 4. Si les particules sont accélérées, 
b; > 0. Il faut également souligner que tant dans le cas des pertes 
que dans celui de l'accélération des particules, outre la variation 
moyenne régulière de l'énergie en un certain intervalle de temps, 
peuvent avoir lieu des fluctuations de l'énergie souvent très impor- 
tantes. Ces fluctuations entraînent la redistribution énergétique des 
particules, même si leur énergie moyenne reste constante *). En 
présence des fluctuations d'énergie de ce type, il faut, sous certaines 
conditions, ajouter au premier membre de l'équation (15.51) le terme 


d 


a ee 
— 12 (di; Ni), ou Lai (E) = “di (AËE}?, 


(AE)? est la moyenne quadratique de la variation de l'énergie sous 
l'effet des fluctuations (pour plus de détails, cf. [39]). 

Le terme Q, (r, t, E) de (15.51) est l'intensité des sources « exté- 
rieures » des particules: la quantité de ces particules qui arrivent 
sur le système par unité de temps au voisinage dr dE du « point» r, 
E est Q, dr dE. Le terme P;N, de (15.51) rend compte des processus 
« catastrophiques » de la fuite des particules de l’espèce à à partir de 
l'intervalle concerné dr dE. Il semble que la particule disparaît de 
cet intervalle et de son voisinage. Un exemple peut en être fourni 
par la transformation des noyaux lorsque un noyau de l’éspèce i 
disparaît en général en se transformant en noyau (et en principe en 
d'autres particules aussi) des espèces k, !, m. Le deuxième exemple 
est celui des pertes par rayonnement de freinage dans les collisions 
électron-autres particules et émission d’un photon suffisamment dur. 

Si ©; est la section des collisions des particules du type à; v;, la 
vitesse de ces particules ; V,,, = W, la concentration des particules, 
par exemple, des noyaux dans le gaz interstellaire où les collisions 
ont lieu, alors 


1 


T- (15.57) 


Pi=ouN == 


*) Un exemple peut en être fourni par l'accélération des particules dans 
un champ électrique dont la différence de potentiels V est définie en module, 
mais dans les conditions où le chanze nsnt du signe de V est chaotique, c.-à-d. 
quand la particule se déplacs tantôt suivant le champ, tantôt dans le sens opposé, 
ce qui peut avoir lieu lorsqu'elle pénètre dans le « condensateur » à partir de 
côtés différents. L'énergie moyenne de toutes les particules reste alors inva- 


riable, puisque V — 0, mais certaines particules peuvent avoir « la chance » 
d'acquérir une énergie plus grande par suite de leur arrivée préférentielle dans 
des régions à champ parallèle à l'impulsion des particules. Autrement dit, il 
s'agit d'une « diffusion suivant l'énergie », de sorte que (AE;)  O puisque 
VA £ 0. 
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I] est évident que P, a le sens du nombre de collisions (cf. chapi- 
tre 11) ; L = 1/6,N est la longueur du libre parcours et T';, la « durée 
de vie » moyenne ou le temps du libre parcours. 

Le dernier terme %, de l'équation (15.51) rend compte de l’ar- 
rivée des particules (y compris par suite des collisions « catastrophi- 
ques ») dans l'intervalle considéré dr dE. On peut écrire, par exemple, 


Fi= Ÿ ( PŸ(E!, E)N,(r,t, E')dE", E(15.58) 


R 


où P} est la probabilité du processus qui transforme la particule de 
l'espèce en une particule de l'espèce à (on tient également compte 
du cas 4 — i) du domaine d'énergie E” dans le domaine d'énergie E. 

Les équations de transfert (15.51) sont suffisamment compliquées, 
ce qui justifie la discussion de divers cas particuliers. A titre d'exem- 
ple, on peut donner le passage à l'équation de diffusion(15.52), 
où tous les autres termes sont omis. On peut généralement admettre 
encore une simplification dans l’analyse de la composition chimique 
des noyaux qui, sans être aussi importante, est pour autant essen- 
tielle. Dans les transformations nucléaires de l’espace interstellaire 
(si on néglige les collisions inélastiques avec production des mésons, 
etc.) l'énergie par nucléon € = E/A est conservée. C'est pourquoi 
il serait raisonnable de passer de la variable Æ à la variable € dans 
laquelle 


Pi (E'HE)= Pi 8 (€— €’) et Fi= 2 PiN(r, d, €) 


(cf. (15.58)). Ici l’indice 4 << à indique que les noyaux de l'espèce à 
ne peuvent apparaître que par désintégration des noyaux plus lourds, 
tels que leur indice X soit considéré par convention inférieur à à. 
D'autre part, pour les noyaux relativistes, les pertes d'énergie sont 
relativement faibles (il s’agit surtout des pertes par ionisation) et 
peuvent être négligées. Finalement, on aboutit aux équations qui 
sont largement utilisées en analyse de la composition chimique des 
rayons cosmiques 


TE — div (DiVNi)=Qi(r,t)—PiN; + > PiNys (15.59) 


k<i 


où dans @, on a omis la variable €; on peut procéder de la sorte par 
rapport à V;(r, tt, €); bien entendu, si l’on tient compte des 
pertes continues, en ajoutant au premier membre de (15.59) le terme 


2 (bi 1), il faut admettre en général que Q, = Q,(r, t, €) et 
N,; —= N; (r, t, €). 
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Il est parfois commode d'exprimer la longueur du parcours libre l, 

(cf. (15.57) en g/em®; de plus L, = cm = À g/em?, où M = 

î 

— p/N est la masse moyenne des noyaux dans le gaz interstellaire de 
densité p et de concentration des noyaux (ou des atomes) V. On 
adopte d'ordinaire que, dans le gaz interstellaire, le taux des noyaux 
d'hydrogène est de 90 % et d’hélium, 10 %, les autres noyaux pou- 
vant être négligés. Les valeurs de 6, et L, pour les noyaux de l’espèce 
(groupe) i se déplaçant dans l’hydrogène et le gaz interstellaire de 
composition susmentionnée sont consignées sur le tableau 15.2 (cf. 
également le tableau 15.1) 

Il faut avoir en vue que la longueur du parcours /; caractérise 
la sortie du noyau de l'espèce i du flux de telles particules indépendam- 
ment de la forme du noyau qu’il devient. En classant les noyaux 
suivant les groupes, il faut tenir compte de leurs transformations 
qui les laissent au sein du groupe concerné. La longueur efficace 
du parcours correspondante À; = L; (1 — P;), où P; est la proba- 
bilité de la production d'un noyau du groupe à à partir d’autres 
noyaux de ce même groupe. Il en résulte, par exemple, pour les noyaux 
du groupe M du gazinterstellaire : À; = 7,8 g/cm* pour /, = 6,9 g/cm*. 
D'ailleurs, il ne faut pas prêter à ces grandeurs une importance par- 
ticulière, puisque les données du tableau 15.2 n'ont qu’une valeur 
approchée. 

Dans les collisions avec les noyaux du gaz interstellaire (de sec- 
tion o;) les protons relativistes perdent en moyenne 1/3 de son éner- 
gie; c’est pourquoi sur le parcours 


Àe = 1/0È2N & 180 g/em? = 10%/N cm (08 103% cm°) 


l'énergie des protons devient e = 2,72 fois plus faible. Une appro- 
ximation grossière permet de dire que l'énergie des protons non 


Tableau 15.2 


Section d-1026, em® Longueur du parcours !;, 


G Poids atomi- g/cm= 
roupe de QUE MOYEN | —— 
noyaux _— 
hydrogène BA? ee H MS hydrogène Fe de Eu Lee 
P 1 2,3 3 74 72 
a 4 9,3 41 18 20 
L 10 23 25 7,3 8,7 
M 14 29 31 5,8 6,9 
H 31 48 52 3,9 4,2 
Fe 56 73 78 2,3 2,8 
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relativistes est régie par la loi (V est la concentration des noyaux 
dans le gaz interstellaire) 
dE cE ; : 
= S) = =0S%NER 3 A0UNE. (15.60) 
Comparons ces pertes dans l'hydrogène avec les pertes par ionisation 
des protons dans l'hydrogène atomique (cf. (15.28) à Z = 1). Il est 
évident que 
_ (GEldihauel | 40 E/Mc® 
Mnucl. GE ydt); 4 In (É/Me)+ 20,2 * 
Ainsi, déjà pour £ — 10 Mc? — 10" eV, les pertes nucléaires sont 
sensiblement plus élevées que les pertes par ionisation. Aussi, pour 
la partie principale des rayons cosmiques (mais non dans le domaine 
de faibles énergies € < Mc? — 10° eV), les pertes par ionisation 
peuvent être négligées, alors que les pertes nucléaires de (15.59) 
sont-elles évaluées par le terme P;N,; (il serait plus correct de rap- 
porter ces pertes au nombre de « catastrophiques » et la formule (15.60) 
peut être utilisée seulement pour évaluer les pertes moyennes pendant 
une grande durée de temps). 

Les méthodes de résolution du système (15.59) sont discutées au 
chapitre 5 de [39] (cf. également (192, 193a, 195]) et nous ne nous 
attarderons pas à les examiner. Constatons seulement que le problème 
se résout ordinairement en introduisant plusieurs hypothèses supplé- 
mentaires: on admet que le problème est stationnaire (en rejetant 
la dérivée 0N,/0t), on pose que le coefficient de diffusion D, est 
constant ou l’on envisage plusieurs régions dans l’espace et plusieurs 
domaines d'énergie en assurant un « raccord » des solutions aux fron- 
tières ; l'intensité des sources Q; se met sous la forme Q, (r, t€) — 
= q;y (r, t, €), etc. Ensuite, il faut concrétiser le modèle: donner 
la distribution spatiale de l'intensité des sources @;, la région de 
« capture » des rayons cosmiques (disque, halo), etc. 

Le cas limite de la simplification toujours plus grande du problème 
et du modèle peut être constitué par le modèle homogène souvent 
employé pour déterminer la composition chimique des rayons cos- 
miques. Un tel modèle admet que la diffusion est assez rapide et, 
par suite, la concentration des rayons cosmiques dans le système 
tout entier (la Galaxie) est constante. Mais, dans ces conditions, il 
faut donner, certes, une certaine durée de vie des rayons cosmiques 
dans le système déterminée par la vitesse de leur sortie de ce système. 
Autrement dit, les termes ON,/0t — div (D;VN;) de (15.59) sont 
remplacés par V;/T,.: (le plus simple, pour obtenir un tel système, 
est de rejeter le terme qui traduit la diffusion et poser 0NW,/0t — 
= N;IT, 41). Alors, le système (15.59) peut s'’écrire (modèle homo- 
gène) 


(15.61) 


eg-oN—S OixNh (15.62) 


z 
h<i 
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où z= cpT..c. est l'épaisseur du gaz interstellaire traversé par les 
rayons cosmiques (on admet que les particules sont relativistes, et : 
donc leur vitesse v = c; pour simplifier on pose que le temps T;..:; = 
= T,.c., C.-à-d. ne dépend pas du noyau à), et ©, ainsi que 6,2 sont 
les sections respectives (cf. (15.57) et la détermination des grandeurs 
P? = onvN ; puisque nous déterminons selon l'usage l'épaisseur z; 
en g/cm* et de ce fait introduisons la densité p — MN g/cemÿ, les 
sections de (15.62) représentent des quotients de sections ordinaires 
par la masse du « noyau moyen » dans le gaz M). 

Puisque dans (15.62) q; caractérise l'intensité des sources des 
rayons cosmiques, il est clair que g; >0; qui plus est, pour les 
noyaux peu abondants (en particulier, pour les noyaux du groupe L, 
c.-à-d. pour Li, Be, B) on peut adopter que q; = 0. (15.62) est un 
système algébrique et sa résolution est assez simple ; toute la diffi- 
culté réside dans l'insuffisance des renseignements sur les sections 0; 
et 6;»r, et encore plus, dans l'insuffisance des données exactes sur la 
composition chimique (et, d'autant plus, isotopique) des rayons cos- 
miques au voisinage de la Terre. Actuellement, le modèle homogène 
(15.62) décrit assez bien la composition chimique des rayons cos- 
miques d'énergie € > 1 — 2 GeV/nucléon pour zx; = x = 5 g/cm° 
(cf. [192, 193a, 1951). 

Ainsi, 


années, (15.63) 


où NV est la concentration du gaz (des noyaux de masse moyenne 
M = 2.10"*% g) dans la région occupée par les rayons cosmiques. 
Dans le modèle à disque, les valeurs moyennes W — 0,3 à 1, et 
dans le modèle à halo, N — 1 à 3.107? cm°* ; finalement, les valeurs 
correspondantes ne contredisent pas les estimations (15.55) *). 
Mais il y a une chose plus importante: la composition chimique est 
déterminée en premier lieu par l'épaisseur z et c’est pourquoi les 
données sur la composition chimique ne rendent pas possible l’obten- 
tion immédiate de la durée de vie T,... Il est vrai que dans des modèles 
plus raffinés qui tiennent compte de la diffusion, la durée de vie 
définie par le coefficient de diffusion D; (E) est plus importante, 


*) La durée de vie nucléaire caractéristique de la composante protonique 
des rayons cosmiques (cf. (15.60)) est 


T nu E 3-1015 
nue! | (dE /dt)auci | N 


Même pour le disque de gaz avec N — 1 cm"* de temps Toucer — 108 années © 
> Tr.c.di ue, et avec N = 10-° cm déjà Tnuc] = 1019 années » Tr.c.halo dl 
4 à 3-108 années. On en tire que la durée de vie des rayons cosmiques Tr. 
est en effet définie par leur sortie de la Galaxie et non par les pertes (ceci ne 
se rapporte pas en général aux noyaux suffisamment lourds; cf. tableau 15.2). 


(15.60a) 
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mais la précision de toutes les données est encore insuffisante pour 
résoudre le problème. Une voie plus prometteuse est celle qui évalue le 
rôle des noyaux radioactifs faisant partie des rayons cosmiques 
(l'exemple le plus connu est celui du noyau 10Be pour lequel la durée 
de vie moyenne du noyau est de t = 2,2-106 E/Mc° années, où le 
facteur E/Mc? rend compte du ralentissement relativiste du temps). 

(15.62) ne tient pas compte de la décomposition radioactive; pour 
combler cette lacune, dans le cas d’un noyau radioactif, le premier 
membre doit être la somme N;/r, + Nlcpt;. En calculant la con- 
centration des noyaux radioactifs V, par rapport à celle de la série 
de noyaux stables on peut, en principe, trouver aussi bien x; = 
= CT, que cpt; et par là même obtenir 7,. ;et la densité moyenne 
du gaz p dans la région occupée par les rayons cosmiques. Malheureu- 
sement, sous Ce rapport on n'a pas encore obtenu de résultats quel- 
que peu sûrs (pour plus de détails, cf. [193a)). 

Concrétisons maintenant les équations de transfert (15.51) pour 
le cas des électrons et des positrons. A cet effet, il faut évidemment 
admettre que dans (15.51) WN; = N,(r, t, E) ou si l’on introduit 
la notation séparée, N,.- pour les électrons et N + pour les positrons. 
Des simplifications s'obtiennent sous l'hypothèse que le problème 
est stationnaire (on rejette la dérivée 0N,/ôt) ou en négligeant les 
pertes d'énergie « nr ». Alors on a 


— div (DVN) HE ((E)N)=Q. (SE). (15.64) 


Le terme Q, doit rendre compte des électrons et (ou) des positrons 
produits non seulement par accélération mais aussi par désintégra- 
tion de toute sorte de particules instables (mésons u+, etc.) pro- 
duites par les collisions nucléaires des rayons cosmiques dans le gaz 
(on peut y rapporter également les électrons 6 et les paires électron- 
positron produites par les rayons gamma). Dans l'équation de la 
forme (15.64), il faut également introduire un terme rendant compte 
de leur annihilation. 

Ce qui distingue le plus la composante électronique de la com- 
posante protono-nucléaire des rayons cosmiques c'est en général la 
nécessité de tenir compte des pertes d'énergie par les électrons. 
C est la raison pour laquelle la variable E de l'équation (15.64) 
n'est pas conservée comme paramètre comme c'est le cas des 
équations (15.59) et (15.62). 

L'intégration de (15.64) permet d'obtenir le spectre des élec- 
trons N,(r, t, E). Si on le connaît à l'échelle de la Galaxie, on 
peut calculer l'intensité du rayonnement radio synchrotron reçu 
sur la Terre. Il en est de même, certainement, pour le rayonnement 
radio des enveloppes des supernovae, des radiogalaxies, etc. Nous 
n'effectuerons pas les calculs correspondants (cf. la traduction an- 
glaise de [39] et surtout [193a, 196]) en nous bornant à décrire les 
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processus physiques dont il faut tenir compte. L'accélération des 
électrons dans les sources et la production des électrons et des posi- 
trons secondaires par la composante protono-nucléaire des rayons cos- 
miques détermine la puissance des sources Q, (r, E). L'énergie des 
électrons diminue sous l'effet des pertes par ionisation, par rayon- 
nement de freinage, par rayonnement synchrotron et par effet Comp- 
ton; toutes ces pertes ont leur part dans le coefficient b,(E) de 
(15.64). 

Les pertes par ionisation ont été étudiées plus haut (cf. (15.23)), 
les pertes par freinage magnétique ont été discutées au chapitre 4; 
les pertes par rayonnement de freinage et par effet Compton seront 
envisagées au chapitre 16. Mais il serait peut-être utile de comparer 
directement toutes ces formes de pertes pour le cas des électrons 
ultra-relativistes. 

Pertes par ionisation. 

Dans l'hydrogène atomique, 

— ( dE ) = 21e4N (in —— 0,57) = 


dt mc mc TJ 


=7,62-10%N {31n-#+20,2}eV/s.  (15.23e) 


Dans le gaz ionisé 


(= (ln gen — 8/4) = 


=7,62-10-°N {In Er + 78,4 } eVis. (15.24) 


Pertes par rayonnement de freinage (par radiation). 
Dans le gaz atomique interstellaire (cf. (16.48)) 


—($) = AOMNSE = 5,110 700, E _eVIs. 


dt mc2 


Dans le gaz complètement ionisé (cf. (16.46)) 
— (5) =7410 "10 (in-E +0,86) eV/s 


dt mc 


(N = N, est la concentration des noyaux ou des électrons). 
Pertes par freinage magnétique et par effet Compton. 


(+ (DE (En) (Eos) (A) 


—1,65.10- (À um) (-E) eV/s. (15.65) 


mc? 


Une partie de cette dernière expression associée aux pertes par frei- 
nage magnétique est proportionnelle à H* et s'obtient de la formu- 
le (4.39) sous l'hypothèse d'une orientation chaotique du champ 
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magnétique; donc H° = 2/3 H. Le deuxième membre de cette ex- 
pression correspond aux pertes par effet Compton dans un champ 
de rayonnement isotrope à densité de l'énergie w,n (la grandeur 
H3/8x + w,n) de (15.65) se mesure en ergs/cm*); on n’examine ici 


que le domaine des énergies des électrons £ & met, où Eph 


est l'énergie moyenne des photons (pour plus de détails cf. chapitre 16) 
Par exemple, pour un gaz ionisé, on a 


___ (dE), __ 1,8-1078 (In (E/mc) +0,36) E 
Mi (dE/dt)j  In(E/mc')—In N +73,4 7 (15.66) 


Même dans le gaz métagalactique N — 1075 — 10-86 cm'* et, par 
conséquent, [In NM | 15. C’est pourquoi 1; < 1 pour E < 
< 7-10$ eV. Avec E => 109 eV les pertes par freinage prédominent 
sur les pertes par ionisation. 

Le rapport des pertes par freinage magnétique et par effet Comp- 
ton, d’une part, et les pertes par freinage, de l’autre, s'écrit 


__ (dE/dt}m+ (dEjdt)e … 3:10? { H° | E 
[Nme. r —  (Ej&),, NN (+ Lph ) ne (19.67) 


Dans la Galaxie (dans le disque) H#/8x — 1077 erg/cm* et w,n — 
— 107% erg/s (pour le seul rayonnement thermique cosmologique à 
température T = 2,7 °K la densité w,n — 4-10" erg/cm*); la 
Galaxie, surtout le disque, contiennent également beaucoup de 
photons optiques émis par les étoiles. C’est pourquoi dans le disque 
de gaz (pour N = 1 cm'*), ne. r — 83-105 E/mc > 1 pour E > 
> 10! eV, alors que dans le halo (pour VN — 10? cm *), nr > 1 
pour E > 108 eV. Ainsi, même dans le disque radio, sans rien dire 
du halo, le rôle essentiel, pour la composante électronique dans le 
domaine des énergies E > 105 — 109 eV qui nous intéresse le plus, 
revient aux pertes par freinage magnétique et par effet Compton. 
Il faut ajouter à ceci que les pertes par freinage appartiennent au 
fond aux pertes « catastrophiques », elles s’accompagnent essen- 
tiellement de l’émission des photons d'énergie w — E. Finalement 
l'électron « sort » tout simplement du jeu. Pour ces pertes, le temps 
caractéristique moyen 7, (cf. plus loin (16.48)) vaut 
E 1015 
Dre Gas S. (15.68) 
Même pour NV = 1 cm * le temps est T,; — 3-107 années, ce qui 
est inférieur au temps de pérégrinations des électrons dans le disque 
de gaz. Pour N — 1073 cm *, le temps T, est déjà si grand (par rap- 
port à T,c < 1 — 3-10* années) que les pertes par freinage ne jouent 
aucun rôle. Pour calculer le spectre électronique de la Galaxie, on ne 
tient donc généralement compte que des pertes d'énergie par freinage 
magnétique et effet Compton. 
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Nous arrivons ici à la fin du présent chapitre consacré à certaines 
questions de l’astrophysique des rayons cosmiques. A la différence 
des autres chapitres, nous y avons prêté une attention particulière 
aux matières descriptives, astrophysiques au fond, ce qui a réduit 
la place prévue pour les questions théoriques. Il nous a fallu procé- 
der de cette façon du fait que, dans les cours de physique théorique 
et générale, l'information astrophysique n'existe pratiquement pas. 
Cependant, si on n'en fait pas état, si on ne l'utilise pas, il ne peut 
être question d'aucune astrophysique des rayons cosmiques et il 
n’y aurait que des résultats purement physiques qu’on peut appli- 
quer en particulier aux rayons cosmiques. Mais le choix des matières 
perd alors sa détermination et l’astrophysique, son caractère parti- 
culier. Or, ce caractère particulier, nous voudrions le conserver. 
Dans les deux derniers chapitres nous maintiendrons cette tendance 
bien qu’elle ne soit pas aussi nettement suivie. 
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ASTRONOMIE DES RAYONS X 


Processus qui déterminent la production des rayons X et gamma. Détermination 


des grandeurs utilisées dans l'astronomie des rayons X et gamma. Rayonnement 

de freinage des rayons X du gaz ionisé non relativiste (plasma). Rayonnement de 

freinage des électrons relativistes et pertes d'énergie par freinage. Diffusion des 

électrons relativistes sur Les photons (effet Compton inverse). Pertes d'énergie par 

effet Compton. Rayonnement synchrotron des rayons X. Notes sur la comparaison 
de la théorie avec les observations 


« De par eux-mêmes » (c.-à-d. si on ne s'intéresse pas à leur inter- 
action avec la matière) les rayons X et gamma non seulement ne 
se distinguent que par leur longueur d'onde, mais encore « voisi- 
nent » dans le sectre des ondes électromagnétiques *). C’est pourquoi 
il serait raisonnable de commencer la discussion de processus de 
production des rayonnements X et gamma sans répartir ces rayonne- 
ments susivant des gammes d'ondes. Dénombrons donc d’abord ces 
processus. 

Au préalable, il est vrai, il serait opportun de noter que la longueur 
du libre parcours ou le coefficient d'absorption même des rayons 
gamma durs, sans parler des photons plus mous, ne dépasse pas envi- 
ron 100 g/cm°. Il est donc clair que les rayonnements X et gamma 
cosmiques qui atteignent la Terre ne peuvent être issus des régions 
à densit£ très élevée, du sein des étoiles à neutrons, par exemple. 
Cela rend donc clair aussi que les processus d'émission et d'absorp- 
tion des photons qu'on étudie en astronomie des rayons X et gamma 
sont pour ainsi dire de caractère usuel pour la physique atomique et 
nucléaire. Autrement dit, nous n’aurons pas à examiner ici des 
mécanismes inédits, encore inconnus d'émission et d'absorption. 
Quant au caractère particulier qui se manifeste dans l'astronomie 
des rayons X et gamma, il est dû en premier lieu au fait qu'en la- 
boratoire on étudie généralement la diffusion des photons durs sur 
les électrons lents, alors que, dans l’espace, un grand rôle revient à 
la diffusion des électrons de haute énergie sur des photons optiques 
et radio. Il existe assurément d’autres particularités encore, mais 
quels que soient les cas connus, ils concernent les situations con- 


*) Convenons d'appeler rayons X'’les photons d'énergie 100 < ETx < 
< 105 eV (longueur d'onde à Æ 12 400/(Ex (eV)) À environ de 100 à 0,1 À. 
Pourtant le rayonnement émis par les noyaux atomiques, même avec Ex = 
= E,, < 105 eV, s'appelle également d’après l'usage rayons gamma. L'énergie 
des photons X ct gamma est notée ci-dessous Ex et E,, mais parfois par E 
on entend l'énergie de tout photon dur (dans les domaines X et gamma). 
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crètes ou les paramètres caractéristiques du problème et ne touchent 
pas au fond même des processus élémentaires envisagés. Par consé- 
quent, on peut estimer que tout est clair tant qu'il s'agit des pro- 
cessus élémentaires importants pour l'astronomie des rayons X 
et gamma. 

Voici les processus qui sont à l’origine de ces rayons. 

1. Rayonnement de freinage des électrons et des positrons (dans 
ce qui suit, sauf des exceptions connues, les positrons ne seront pas 
mentionnés à part). 

On a en vue ici les collisions des électrons avec les noyaux de 
toute sorte, ainsi qu'avec d’autres électrons, dans lesquelles l’électron 
incident et l’électron diffusé appartiennent au spectre continu, alors 
que l'état de la particule diffusante, si on n'evisage pas le recul, 
reste invariable. 

Une particule d’ énergie ee E, peut émettre un photon de 
freinage seulement d'énergie E;,, < £ E. (pour simplifier on a en 
vue la collision avec une particule au repos suffisamment lourde: 
eu tenant compte du recul, Ex,, << E,). Ceci rend clair que le méca- 
nisme de freinage des électrons non relativistes leur permet de pro- 
duire seulement des rayons X. Les électrons relativistes sont capa- 
bles également de produire des photons gamma. Pour les protons et 
les noyaux relativistes de masse M, l'intensité du rayonnement de 
freinage sur les noyaux est (M/m)° > 3,4-10$ fois plus petite que 
pour les électrons de même énergie totale. C'est pourquoi on a toutes 
les raisons de se borner à l'estimation du rayonnement de freinage 
des électrons. On peut aussi admettre que le rayonnement de freinage 
est un rayonnement qui s'accompagne de la naissance des électrons 
et des positrons sous l'effet de la décomposition nt —p+ —+e*, 
ainsi que le rayonnement qui apparaît lors de la production des 
électrons Ô (électrons de recul). 

Dans ce qui suit, nous ne nous proposons nullement d'envisager 
tous les aspects de la théorie du rayonnement de freinage. Nous exa- 
minerons seulement deux cas: le rayonnement de freinage du plasma 
non relativiste à l’état d'équilibre et le rayonnement de freinage des 
électrons relativistes. 

2. Rayonnements X de recombinaison et caractéristique qui 
apparaissent lors des transitions d’un électron d’un niveau dans le 
spectre continu au niveau atomique ou lors de sa transition d'un 
niveau atomique à un autre. 

D'après la terminologie astrophysique, il s’agit des transitions 
libre-liée ou liée-liée de l’électron, alors que le rayonnement de 
freinage correspond aux transitions libre-libre. Dans le présent cha- 
pitre, les processus du type 2 ne seront abordés que sommairement. 

8. Diffusion Compton des électrons relativistes sur les photons X 
optiques et radio. 

Ce processus a été déjà mentionné (cf., par exemple, chapitre 15). 
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Les relations entre les énergies des particules incidentes et diffusées 
A e # Q [] Q 
peuvent être différentes, mais nous n examinerons que le cas 


ED E, Eh: (16.1) 


où dans le système « du laboratoire », c.-à-d. lié à la Terre et à la 
Galaxie, E, E, et € … sont les énergies de l'électron primaire, du 
photon y ou X diffusé et du photon primaire respectivement ; dans 
la plupart des cas, l'énergie €,n concerne le rayonnement optique 
(Epn — 1 eV) ou le rayonnement radio thermique cosmologique 
(Epn — 107$ eV, À — 1 mm), mais la diffusion des électrons sur 
les rayons X cosmiques eux aussi (dans ce cas, Epn — 10° à 10* eV 
et la diffusion conduit à l’apparition des rayons gamma) et sur les 
photons radio, disons d'origine synchrotron (dans ces conditions, 
Epn — 1075 à 107 eV ; À — 10 cm à 10met la diffusion conduit à la 
production des photons X et optiques), est tout aussi intéressante. 

La diffusion des protons et des noyaux relativistes sur les pho- 
tons est sensiblement moins efficace (le facteur (m/M}° < 3-1077) 
apparaît par rapport à la section de diffusion des électrons) et dans 
tous les cas connus peut pratiquement être négligée. Le rayonne- 
ment Compton est examiné dans le présent chapitre. 

4. Rayonnement synchrotron. 

Par commodité, écrivons encore une fois la formule (5.40a} 
de la fréquence caractéristique v,, émise par un électron d'énergie 
E S mc dans un champ magnétique 


Vm= 12-1004, (À) —4,6.10H, (E(eV)®Hz. (16.2) 


On voit aisément que, dans les champs FH, < 10° Oe, le rayon- 
nement de fréquence v,, — 1018 st (4, = c/v, — 3 À) est émis 
avec E >> 10% eV ; le rayonnement de À & 0,1 À (rayons gamma} 
ne serait émis qu'avec E >: 10! eV. Ainsi, dans les galaxies, les 
radiogalaxies et dans la majorité des enveloppes des supernovae, 
le rayonnement synchrotron X et gamma ne peut apparaître qu'en: 
présence des électrons de très haute énergie. Cette circonstance déli- 
mite manifestement les possibilités du mécanisme synchrotron dans 
le cas des photons durs. Il suffit de dire que les électrons d'énergie 


E >: 10% eV dans le champ H, — 107% Oe perdent la moitié de leur 
énergie en un temps 7, — Er < 1 année (cf. (4.42)). Dans 
1 

les étoiles, les quasars (au voisinage de leur noyau) et peut-être 
dans certaines régions des enveloppes des supernovae (surtout près 
des pulsars) peuvent exister des champs magnétiques assez forts. 
Dans ces conditions évidemment, le rayonnement X synchrotron est 
produit par les électrons d'énergie plus faible. Ainsi, par exemple, 
avec H, — 10% Oe, la fréquence v,, — 1018 s-1 pour les électrons. 
d'énergie E — 5.101 eV; de plus, pourtant, T,, — 15. 
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En vertu de ce qui vient d’être dit, il semble que l’existence des 
rayonnements synchrotrons X et gamma est relativement peu pro- 
bable (à l'exception des pulsars et, en général, des sources compactes: 
naines blanches, étoiles à neutrons, « trous noirs »). Mais en fait 
cette conclusion est très conventionnelle, puisqu'il existe des con- 
ditions dans lesquelles l’accélération des électrons ou leur injection 
dans une région étendue à champ assez fort sont très efficaces. Un 
exemple peut en être fourni par la Nébuleuse du Crabe dont le rayon- 
nement X est de nature synchrotron (ceci a été prouvé il n’y a pas 
longtemps par la mesure de la polarisation du rayonnement). Le 
rôle de l’injecteur efficace des électrons est assumé ici directement 
ou par le biais par le pulsar NP 0532 qui se trouve au sein de la Né- 
buleuse. Ainsi, le rayonnement synchrotron X cosmique est enregistré 
par observation et certainement son rôle est très important (il faut 
constater d’ailleurs que ce rôle ne cesse de croître à mesure de l’ac- 
cumulation des données). Nous en reparlerons encore de ce rayonne- 
ment. 

5. Décomposition des mésons x neutres en deux photons gam- 
ma (x —>y + y). 

L énergie de repos des mésons n° vaut m,c — 135 MeV; par 
conséquent, les mésons n° ne sont produits que par des rayons cos- 
miques. Leur naissance est due essentiellement aux collisions p-p 
et p-« ou a-p (p est le proton, &, le noyau d’hélium). 

D'ailleurs, la photoproduction des mésons 1° s’observe également 
lorsque les énergies sont assez grandes, dans les collisions des rayons 
<osmiques avec les photons (radio, optiques et X) de l’espace cosmique. 
L'expression générale du seuil de la photoproduction E,, des parti- 
cules de masse au repos m, dans les collisions d'un noyau (énergie 
totale E © Mc, masse au repos M = AM,) avec un photon d'éner- 
gie En est de la forme *) 


2M Mc? 
Ein TEE Matt = Epn, 0e + (16.3) 


*) Les valeurs des seuils de production des particules s'obtiennent comme 
on sait, à partir des lois de conservation de l'énergie et de l’impulsion. De nos 
jours, il est d'usage de simplifier les calculs correspondants en utilisant les 
quadrivecteurs. Ainsi, obtenons l’expression (16.3) en désignant les quadrivec- 
teurs correspondants de la particule incidente, du méson x et du photon par 


pi={p; iE/c}, = {a, iE xlc}, ki ={k,  Eph/C}, 
pi=pi—Etj®=—Mia3, n——mÎ?cs, k?=0 


{il existe d’autres notations, par exemple pi = (E/c; p); cf. [6]). La loi de 
conservation de l'énergie et do l'impulsion dans la photoproduction du méson x 
est de la forme k; + p1,, = pai + 1. En élevant cette relation au carré et 
en tenant compte des notations ci-dessus, on obtient —M*c* + 2k;p1,; = 
= (pas + 3). Mais au seuil de la photoproduction (pe,; + 1)? = —(M + 

mn)° c, puisque dans le calcul de cette grandeur on peut utiliser tout sys- 
tème de référence, alors que dans le système du centre de masse, au seuil de la 
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Eh, 0 = ET) mac 2% Mac (46.4) 
est le seuil de la photoproduction du méson x sur le noyau au repos 
de masse M. Le seuil €,: de la photoproduction des mésons nr 
sur les nucléons au repos est d'environ 150 MeV ; par conséquent, 
l'énergie des protons cosmiques producteurs des mésons x°, par 
exemple, sur les photons optiques de E,n — 1 eV doit dépasser l’éner- 


£gie Enin Æ 1950 Re MeV — 1017 eV. Pour En — 105 eV (rayon- 
p 


nement cosmologique), Emin 10% eV. C'est précisément de tels 
processus de photoproduction qui en général doivent « couper » 
le spectre des rayons cosmiques à En :7 1019 — 102 eV. 

Les rayons gamma ne se forment certainement pas seulement 
par décomposition des mésons x°, mais aussi par celle d’autres par- 
ticules instables. Leur production fera l’objet d'étude du chapitre 17. 

6. Annihilation des électrons et des positrons (e* + e >» + y). 

Dans l’espace, il existe toujours une certaine quantité de posi- 
trons du fait qu'ils sont produits par décomposition x u* —+e* 
et par plusieurs autres processus. Il convient de distinguer l’anni- 
hilation des positrons relativistes, ou en tout cas des positrons rapi- 
des en mouvement, et celle des positrons au repos (lents). Dans le 
premier cas il se forme des rayons gamma au spectre continu ou très 
large. Dans le deuxième cas (annihilation des positrons fixes) le 
rayonnement gamma est monochromatique (E, = mc? = 0,51 MeV) 
et d’après cet indice peut en principe être dégagé sur le fond du spectre 
continu. 

Le rayonnement gamma produit par l’annihilation antiprotons- 
protons ou par d’autres particules-antiparticules pratiquement ne 
peut jouer aucun rôle s’il.ne s’agit pas des régions hypothétiques où 
la matière et l’antimatière sont en contact. Selon nous l'existence de 
telles régions est très peu probable et en tout cas, il n'existe pas à 
cet effet des indications suffisamment sûres (pour plus de détails, 
cf. (205. 206)). 

7. Rayons gamma nucléaires produits par les transitions radiatives 
dans les noyaux atomiques. 


naissance, il y a la particule et le méson x au repos. Ensuite, pour le photon 
et la particule qui se déplacent l'un à la rencontre de l’autre, 


EphE UT. €ph£1 


c? c3 9 


Éph 
hip —2——1|rl—2 


où la dernière expression se rapporte au cas E1 © Mc’. Ainsi, nous amenons 
tout de suite l’expression (16.3) pour E1 = Emin- Pour la photoproduction sur 
une particule au repos, 2k;p; — —2 € LnM et on obtient la formule (16.4) 
pour €ph — Eph.o- 


25—0406 
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L’excitation des noyaux dans les atmosphères des étoiles et 
pendant les explosions (du type des explosions des supernovae) 
qui est à l’origine du rayonnement gamma résulte des réactions nucléai- 
res et des collisions avec les particules rapides. Dans les espaces 
interstellaire et intergalactique l'agent excitateur est constitué 
par les rayons cosmiques et subcosmiques. Il importe de souligner 
que le spectre du rayonnement gamma peut aussi bien être continu 
que discret (c.-à-d. posséder, des raies plus ou moins bien marquées). 
Ce dernier cas correspond aux réactions nucléaires, lorsque l’excita- 
tion concerne les particules lentes (noyaux dans le milieu interstel- 
laire). Mais si le noyau appartenant aux rayons cosmiques est excité 
par collision, il garde dans les cas courants une grande vitesse et 
en tenant compte de la contribution des rayons cosmiques d’énergies 
différentes, son rayonnement gamma tombe dans le spectre continu. 

Rappelons maintenant certaines définitions et notations prin- 
cipales (nous nous inspirons ici et dans certaines autres parties du 
présent chapitre de l’article [207]). 

. Les mesures portent sur l’une des grandeurs suivantes : intensité 
J, (E,) et flux F,(E,) d'après le nombre de photons, ainsi que 
l'intensité 7, (E,) et le flux ®, (E,) d'après l’énergie: 


F,(E)= | J,(E,)d@, 1,(E,)= Eylr (En). 
_- (16.5) 
D, (E,)= EF y (Es) = Es | J (En) dQ. 
Q 
Ce sont là des intensités et des flux différentiels; par exemple, 
: J, (E,) dE, est le nombre de photons d'une énergie qui varie dans 
l'intervalle E,, £, + dE, traversant par unité de temps une aire 


unité normale à l'impulsion des photons et rapporté à l’angle solide 
unité. Les grandeurs intégrales correspondantes sont de la forme 


Le 


| 
J,(œEn= | J,(E;) dE, 
; 


O0 


I, (>En= (| 1,(E) dE;= | Es, (Es) dEs, 


er 


Ÿ 


E, 

| 

É . (16.6) 
F(>E)= | F{ENdE,= | | J,(E) 48,4, 

E, Q E., 


D,(>En= | O;(Es) dE. 


F 
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Supposons que dans un élément de volume dŸ de la source des 
rayons X ou gamma il se forme par unité de temps gq (£.) dE,dVdQ 
photons se déplaçant dans un élément d'angle solide d92 et dont l’éner- 
gie varie dans les limites Æ,, £, + dE,. La grandeur q (E,) s’ap- 
pelle pouvoir émissif (d’après le nombre de photons). Le pouvoir 
émissif e, utilisé auparavant (cf., par exemple, (5.52)) est lié à 
q (E>) par la relation évidente E:q (E.) dE, = e,dv, d'où q (E.) = 
— £4/h2. Si le rayonnement est isotrope, il est commode aussi 
d'employer le pouvoir émissif dans toutes les directions 


q (Es) = 479 (Es) = es . (16.7) 


Dans l'astronomie gamma on utilise surtout le pouvoir émissff 
q (E,), alors que dans l'astronomie X on emploie tout aussi bien 
le pouvoir émissif £, et en général les quantités énergétiques. Si les 
rayons À ou gamma sont produits par les rayons cosmiques (ou par 
d’autres particules) à intensité isotrope J (E), on a 
q(E) dEy= 4nq(E,) dEy= 4 N (r) dE, | O(E,, E)J(E)dE. (16.8) 


Ey 


Ici N (r) est la concentration des atomes (ou, par exemple, des élec- 
trons, des photons mous, etc.) dans la source, et 


o(£,, E)dE,—dE, | o(E,, E, Q')dQ? (16.9) 


est la section de la production des photons par la particule d'énergie E 
intégrée sur les angles de fuite (d'énergie s’échelonnant sur l’inter- 
valle E,, E, + dE). 

Supposons que la source se trouve à la distance RÀ de l'observateur. 
Alors le flux de rayonnement issu de la source délimité par l’ouvertu- 
re dQ2 de l'angle solide est égal à 


L. — L 
dF, (En) = Ja (En) dQ= 40 | SE RedR= 40 | g(E)dR (16.10) 
0 0 
et 
L co 
J9(E;)= | q(E7)dR= N (L) | O(Er, E)J (E)dE, (16.11} 
0 
où ° 
: L 
N(L) = | N(Rÿ4R (16.12) 
0 


25% 
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est le nombre d’atomes (ou d’autres particules avec lesquelles les 
rayons cosmiques producteurs de rayons gamma entrent en collision) 


dans le rayon visuel ; dans le cas de l'effet Compton, au lieu de Ÿ (L) 
L 
il faut utiliser le nombre de photons mous Wa (L) — | NndR 


0 
sur le rayon visuel. De plus, dans (16.11) on admet que l'intensité 
des rayons cosmiques est constante sur le parcours L tout entier. 
On n'a aucune difficulté à rejeter cette hypothèse. Dans le cas des 
rayons gamma, les intensités J, (E,) et J,(>EÆE,) sont souvent 
appelées spectres énergétiques différentiel et intégral des rayons 
gamma. 

Dans le cas des sources discrètes (surtout lorsque leurs dimen- 
sions angulaires sont petites) on utilise pour le flux les expressions 
suivantes : 


q(Es) dV Nyv © 
F,)= 1, TT PE À (Es, E)J (E)dE, 


Q E,, 


(16.13) 


où l'intégration est faite sur l’angle solide sous lequel on voit la 
source à la distance À de l'observateur ; de plus, 


Ny=R? \N(L)&@ = | N (r) dV (16.14) 


est le nombre total de particules ou de photons mous de la source. 

Passons à l'étude du mécanisme du rayonnement X en com- 
mençant par le rayonnement X de freinage du gaz chaud non rela- 
tiviste (plasma). 

Le gaz chaud en partie ou complètement ionisé est une source 
de rayonnement X de freinage, de recombinaison, des raies (caracté- 
ristiques). Lorsque la température est assez élevée (nous explique- 
rons plus loin ce que cela signifie) le rôle essentiel revient au rayonne- 
ment de freinage. D'autant plus si le plasma est d'hydrogène ou 
d’'hydrogène-hélium, il ne peut être en général question du spectre X 
des raies. Le rayonnement X de freinage est observé dans les « étoi- 
les » X ainsi que dans le spectre du Soleil. 

Nous donnerons dans ce qui suit les formules principales rela- 
tives au rayonnement X de freinage (pour une approche plus générale, 
cf. [1, 3, 189, 208, 209]). Outre les problèmes de l'astronomie des 
rayons X, l'intérêt de ce rayonnement est également grand pour la 
recherche thermonucléaire et dans le domaine de l’utilisation du 
plasma chaud en laboratoire comme source puissante de rayons X. 


ASTRONOMIE DES RAYONS X 389 


On peut admettre que les électrons assez rapides mais non encore 
relativistes satisfont aux conditions suivantes: 


eZlhv & 1, 1/2 mu? & met. (16.15) 


Etant donné que e*/ñc = 1/137, la première condition (46. 15) 
ne sera certainement pas remplie pour les éléments très lourds, mais 
nous avons en vue le cas des éléments légers. L'énergie totale émise 
par une collision est égale à (cf. $ 25 de [1)) 


16-672 16 0 : 
W = j E,6 (E,, E) dE ne = "+ ariZ?mc®, (16.16) 
où l'énergie du photon est toujours notée E, et r, = e*/mc°. Les 
pertes d’un électron par rayonnement de freinage par unité de temps 
sont 
(TS) =WNev= ET = 2,5.10-%Z2Niverg/s, (16.17) 


3mc3h 


où W, est la concentration des noyaux dans le milieu. Pour E — 
- me et v= c la formule (16.17), tout comme la formule (16.46) 
mentionnée plus loin et associée à une région relativiste de Z = 1, 


donnent à peu près la même valeur — (TS ). Æ 8e. Notons qu’en 


une approximation non relativiste le rayonnement produit par les 
collisions électron-électron est sensiblement plus faible que celui 
produit par les collisions électron-proton. I1 en est ainsi parce que 
dans les collisions de mêmes particules il n’y a pas de rayonnement 
dipolaire en vertu de la loi de conservation de l'impulsion, alors 
que le rayonnement quadripolaire est (v/c)° fois plus faible, quant à 
l’ordre de grandeur, que le rayonnement dipolaire. 

Pour un plasma à l'état d'équilibre, la concentration des élec- 
trons de vitesse s’échellonnant dans l'intervalle v + dv, v est égale à 


3/2 
nr) v*exp T T) dv, 
Nh)d&=N | (16.18) 


dN = N (v) du = 4nN (TT 


C'est pourquoi l'intensité totale du rayonnement fournie par unité 
de volume du plasma est 


em {La Ÿ mn (35) esp (2) va 


32 V2 EZNQN (#T/m)!/° 
3 V'amesh 


(16.19) 
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Le facteur 4x s'emploie ici parce que le pouvoir émissif intégral 
eg = | e.dv est défini comme se rapportant à l’angle solide unité. 


En vertu de la condition de la quasi-neutralité d'habitude remplie, 
dans un plasma d’atomes de même espèce totalement ionisé, N = 
—= ZN,. Ainsi, pour un plasma d'hydrogène on a d’après (16.19) 


&ne = 1,57-10 27N2V T erg/cm®.s, (16.20) 
où la température 7 est mesurée en degrés (de par le sens, T est la 
température électronique): il est évident que 7 (en degrés) = 


= NET T (eV) = 1,16-10* T (eV) et N est la concentration des 


électrons en un cm *. Des calculs un peu plus précis qui rendent com- 
pte des collisions électron-électron et des corrections relativistes, 
conduisent à l'expression 


4ne = 1,6-10-2N2V T(1+H4,4-10 17). (16.21) 


Les formules (16.19), (16.20) ne sont applicables que sous la condi- 
tion (16.15), ce qui avec Z = 1 donne v $ 3-108 cm/s ou 


TE D TE 10 K. (16.29) 


D'autre part, la condition de petitesse des corrections relativistes 
amène 


TT — 10%°%K. (16.23) 
Le pouvoir émissif intégral e n’est pas le seul à présenter de l’in- 


térêt, il y a encore le pouvoir émissif différentiel e&, introduit aupa- 
ravant. Par définition 


É— [ad [ass [eu E) v(£) N (E) dE — 


= | vav | o(hv, E)vN (v) dv, 
0 Var 


où E, = hv = ho est l'énergie du photon et ÆE — 1/2 mv', l'énergie 
des électrons : à l'équilibre thermique, N (v) dv est définie par l’ex- 
pression (16.18). 

La section © (£,, E) ne dépend que très faiblement (suivant une 
allure logarithmique) de E (cf. [1, 209]) et en première approxima- 
tion on peut poser o (E,, E) —= const/E, = const/v, d’où e, — 
= const-exp (—hv/xT). La constante se définit aisément à partir 
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de la condition | e.dv = &; de cette façon on a 
0 
__ h Rv | 7,7-10-38N2 hv\ eg à 
Ho ar E (— XxT )= 4x VT (— 2T | cms-s-l1{z (16.24) 


Considérons maintenant un autre cas limite de basses énergies 
(basses températures), lorsque 


A (16.25) 


hv 


Sous la condition (16.25) le calcul peut se faire suivant la méthode 
classique. En effet, la longueur d'onde de l’électron est À = k/mv — 
= 2nhk/mv, alors que la distance minimale entre un électron et un 
noyau est déterminée par la condition Ze/r,, — 1/2 mu et est 
égale à rin — 2Ze°/mv°. Il est évident que si l’on observe l'iné- 
galité (16.25), rin > À/x et la description du mouvement de l'élec- 
tron peut être classique. Le rayonnement peut aussi être décrit sui- 
vant la méthode classique, mais pour intégrer sur les fréquences il 
faut introduire un élément quantique et poursuivre l'opération seu- 
lement jusqu'à la fréquence v — mv*/2k, où v est la vitesse de l'élec- 
tron avant l’émission *). Le calcul classique du rayonnement d’une 
particule se déplaçant dans un champ coulombien est décrit en détail 
au $ 70 de [6]. La grandeur qui nous intéresse ici est 


dW— | W (p) 2np dp, 


où W (p) est l'énergie émise dans l'intervalle w, © + do lorsque la 
particule de charge e passe à la distance p du noyau’de charge eZ 
(la masse de la particule, que nous allons considérer comme un 
électron, vaut m; nous négligeons le recul). Si 


mvi eZ mvi 
© À PA (c.-à.d. TD) , (16.26) 
alors 
3 V 3 v2mc3 3 V3 v2mies 


Assurément, la même formule peut s'obtenir par les méthodes de 
la mécanique quantique, mais dans le cas considéré le calcul clas- 
sique est tout à fait suffisant (la condition (16.25) est justement la 
condition d'application de l’approximation quasi classique au 
champ coulombien) 


dv. (16.27) 


*) Plus précisément, une étude classique convient sous la condition hv = 
= Ao < 1/, mu?; dans plusieurs cas pour le calcul approché on peut utiliser 
les formules classiques pour hv < 1/, mu? aussi. 
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L'énergie totale émise par une collision 


- 16126672 
— W = ———————— > 
W d AE (16.28) 


Dans l'intégration sur les fréquences, l’imprécision de l’expres- 
sion initiale (16.27) définie par la condition (16.26) peut être négligée. 
Ce qui importe plus, c’est la contrainte associée à l'utilisation de 
l'expression (16.27) jusqu'à la fréquence w — mv°/2k (cf. ci-dessous). 
La distribution maxwellienne des vitesses dans un plasma d’hydro- 
gène s'écrit 


Fe dW m 3/2 mu? 
De S FM (ir) viexp (— 27) d= 


__32xa V 2n Ntexp(—hv/xT) he hexp(—hv/xT) 

TT 3Vam EEE xT : 

6 8.1073 À? _hv\__ ere _, 

= 6,8- 10% == exp (+) RE (16.29) 
En déduisant cetie formule on a tenu compte qu’un photon d'éner- 


gie kv ne peut être émis que par un électron d'énergie 1/2 mu? © hv. 
Le pouvoir émissif intégral e vaut 


: : _ 46 V2te8N3 (xTfm)t/2 
kve= | âne, dv= | W aN — ni — 


= ; 7 _TR Fr 
= 1,42 40-PN3VT EE, (16.30) 

La valeur de (16.30) ne se distingue de (16.20) que par le fac- 
teur 1,57/1,42 = 1,1 que dans les applications aux problèmes d'as- 
trophysique on peut admettre égal à l'unité. Ainsi, bien que dans. 
le domaine des températures (cf. (16.25) avec Z = 1) 


TRE GE 10K, (16.31) 


il faut utiliser les formules (16.29), (16.30), mais en fait on peut tou- 
jours appliquer les formules (16.20), (16.21) et (16.24). Plus préci- 
sément, l’utilisation de (16.20), (16.21) et (16.24) est admissible 
pour toutes les températures s’il s’agit des erreurs aux dizaines de 
pour cent près (de plus, (16.24) est inexacte pour Av/xT < 1). Dans 
le domaine de hautes températures (16.22), (16.23), la formule (16.21) 
est probablement très exacte. La formule (16.24) même aux tempé- 
ratures élevées, est assez exacte seulement pour hv/xT > 1 (dans 
le domaine hv/xT < 1 il faut multiplier e, par V3 TR ; Cf 

plus loin). L'utilisation des expressions classiques fait que (16.28)- 
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(16.30) sont des formules approchées jusqu'à la fréquence v = mv*°/2h 
y comprise. Les formules exactes se distinguent de (16.29) et (16.30) 
par le facteur supplémentaire g (v, T) qu'on appelle ordinairement 
facteur de Gaunt. Les expressions et les graphiques de g (v, T} 
correspondants sont donnés dans [210]. Le facteur g — 1 et c'est 
pourquoi, comme nous l'avons noté, dans les calculs aux dizaines de 
pour cent près, les formules (16.20), (16.21) et (16.24) peuvent être 
utilisées d'habitude pour toutes les températures. Cette conclusion, 
de même que la plupart des conclusions analogues, doit être adoptée 
avec précaution, puisque la précision dépend naturellement de la 
marge des énergies concernée des rayons X. Par exemple pour le 
plasma à x7T = 6 KeV, dans la marge des énergies des photons de 
2 à 20 KeV le facteur de Gaunt varie de 1,35 à 0,55, c.-à-d. change 
de 2,5 fois environ. Une telle variation, surtout lorsque la précision 
des mesures en astronomie des rayons X ne cesse de croître, est assez 
importante et ne doit pas être ignorée [211]. Il faut également avoir 
en vue qu’à basse température on observe la recombinaison, et ordi- 
nairement le plasma ne peut pas être considéré comme complètement 
ionisé. 

L'’intensité maximale du rayonnement de recombinaison 
&Terec, max & 10 2W/VT et par conséquent 


Erec 8-105 : 
Efrein T À 16 32) 


Ainsi pour 7 & 106 °K il faut tenir compte du rayonnement de 
recombinaison (transitions libres-liées et liées-liées; cf. 1208]). 
A T $ 106 °K le plasma d'hydrogène n’émet pratiquement que le 
rayonnement de freinage (cf. (16.21) et (16.24)). Le rayonnement de 
recombinaison fait que dans le domaine 7 < 105 °K l’imprécision 
des formules (16.21) et (16.24) est généralement d’autant moins 
importante. 

Sous les conditions (16.26) le coefficient d'absorption du rayonne- 
ment associé aux transitions libre-libre (c.-à-d. au processus inverse 
au rayonnement de freinage) est égal à *) 


3 D ro V3 (1—exp + | | mn 


=bo(i—exp(—7))= 


= 3,68.109— 2 (1—exp(— +) cmt, (16.33) 


*) La déduction détaillée de la formule (16.33a) (par la méthode des coef- 
ficients d’Einstein) est donnée au $ 37 de [64]. La relation (16.33) s'obtient 
exactement de la même façon, mais en remplaçant la formule donnée (37.7} 
dans [64] par sr) et la différence N, — N, = Nhv/xT par N, — N, = 
e : GE exp (—hv/xT)), puisque maintenant on n'utilise pas la condition 

v < XI. 


U=h, = 
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où la dernière expression se rapporte au plasma d'hydrogène Z — 
= 1, N = N,). Constatons que le facteur (1 — exp (—hv/xT)) 
rend compte de la contribution de l'émission induite qui entraîne 
la décroissance du rayonnement observé. Pour hv < xT, la formu- 
le (16.33) devient 


0,018#2 
lv F5 rr2e a (16.34) 


Pourtant, dans ce cas limite, la formule (16.33), et donc (16.34) 
sont inexactes du fait qu’en les déduisant on a considéré que la fré- 
quence était assez grande (condition (16.26)). Pour kv € xT on véri- 
fie la formule 


: 8e N1 CS (2xT)$/2 20 
T3 V 2x (xTm)3/* cv2 2,115-2re%m1/2v 
3/2 
Re (17740 (2=)] (46.336) 


ou pour 7 ÿ 105 °K on obtient la même formule, mais en rempla- 
ant 


(2x7)3/2 OùT 
F2 15.210m1/2 par În 1,781-hAv 


“ou en remplaçant dans la dernière expression de (16.33a) 1n (7%/7/v) 
par In (10° T/v). Si on utilise pour ui l’expression (16.33a) en rempla- 
-Çant le terme logarithmique par 1n (4x7/1,781 hv), comme il faut 
le faire dans les conditions (16.22), alors on aboutit en procédant 
-comme suit à la formule (16.24) munie du facteur complémentaire 
La TRE . Cette circonstance a été déjà notée (il s’agit de la mise 
au point de la formule (16.24) pour kv < xT). Si on ignore le terme 
logarithmique, les formules (16.33a) et (16.34) dépendent de la même 
façon de N = N,,T et v et donnent le même résultat quant à l’ordre 
-de grandeur. Le domaine d'application et la précision de la formu- 
le (16.33) sont les mêmes que celles de (16.29). Qui plus est, l’une 
d'elles se déduit de l’autre (c’est pourquoi nous nous arrêtons sur 
cette question en la detaillant). 

En effet, d’après le théorème (la loi) de Kirchhoff, le pouvoir 
-émissif à l’état d'équilibre s’écrit 


2hv3 h 
e, = Bu — . LL, o EXP ( — 7) . (16.35) 


2hv3 1 


B,=— c? exp(hv/XT)—1 
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est la densité spectrale du rayonnement de corps noir rapportée 
à l'unité de volume et à l'unité d'angle solide, et où on utilise la 
notation y, — Ly,0 (1 — exp (—hv/xT)). En portant dans (16.35) 
l'expression (16.29) on amène la formule (16.33) et inversement. 
A première vue, ceci peut sembler être un cas particulier, puisqu'en 
toute rigueur la théorie de Kirchhoff concerne l’état d'équilibre ther- 
modynamique local. Or, en fait, le domaine d'application de la 
formule (16.35) est bien plus large en vertu de la faiblesse de l’inter- 
action du rayonnement électromagnétique avec la matière. Pour 
cette raison, par exemple, le rayonnement de freinage du gaz ne dé- 
pend pas en général de l’état du champ de rayonnement et sera à 
l'état d'équilibre (thermique) même en l’absence de l’équilibre radia- 
tif. Voici une autre définition plus détaillée et plus exacte. La condi- 
tion d'application de la formule (16.35) consiste en l'existence de 
l'état d'équilibre thermique des électrons (autrement dit, la fonction 
de distribution des électrons suivant les vitesses doit être maxwel- 
lienne). Dans les conditions d’une faible interaction du rayonnement 
avec les particules *), dans plusieurs cas l’état du champ d'émis- 
sion n'intervient pas sur la fonction de distribution électronique, et 
si cette dernière reste à l’état d'équilibre, le pouvoir émissif garde 
l'équilibre aussi. 

Dans ce qui précède nous avons calculé et discuté les expressions 
du pouvoir émissif (les grandeurs &, et £ — | e,dv). Pour déter- 


miner l'intensité ou le flux du rayonnement émis par la source il 
faut en général résoudre l’équation de transfert qui rend compte de 
l'absorption du rayonnement et, en particulier, de sa réabsorption 
(cf. chapitre 9). Toutefois, le résultat s’obtient immédiatement dans 
deux cas limites, dans celui d’une couche « épaisse » et d’une couche 
« mince ». Si la couche du plasma émetteur est « épaisse », c.-à-d. 
parfaitement opaque, elle émet comme un corps noir (la densité 
spectrale du rayonnement est proportionnelle à v*/[exp (kv/xT) — 1)]). 
Dans le cas d’une couche parfaitement transparente (« mince »), 
son rayonnement est simplement proportionnel à e&,L (L est l’épais- 
seur de la couche considérée comme homogène). De plus, il s'ensuit 
de (16.24) et (16.29) que le spectre est exponentiel : il est de la forme 
exp (—hv/xT) (il est vrai que pour hkv < xT le spectre n'est pas 
constant étant fonction logarithmique de la fréquence: cf. (16.33a)). 


*) Formellement la faiblesse de l'interaction électromagnétique se mani- 
feste dans la petitesse de la constante de la structure fine &« = e*/ñc = 1/137. 
Pour le champ mésique avec g°/à > 1 en déséquilibre, un analogue de la loi de 
Kirchhoff serait en général faux. D'autre part, déjà dans le cas électromagné- 
tique, des situations sont possibles où le déséquilibre du rayonnement conduit 
à la violation de la loi de Kirchhoff (le résultat dépend aussi bien de l'intensité 
du champ de rayonnement que de la probabilité de telles ou telles transitions 
radiatives dans le système). 
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Evidemment, une couche peut être considérée comme mince tant 
que uL < 1. 

Dans le cas où les rayons X sont émis par des sources qui ont à 
leur base le rayonnement de freinage (nuage ou atmosphère de plasma 
chaud), il est particulièrement commode à évaluer à partir les for- 
mules (16.21) et (16.24.). Par exemple, pour une source homogène 
de volume Ÿ la luminosité X (puissance du rayonnement) 


Lx=1,6.102N3 VT Y. (16.36) 


Ici on suppose, certes, que la source est « mince ». Dans le cas 
de la distribution quasi homogène de la densité, les valeurs moyennes 


de N — J/Niet, par conséquent, pour la masse de gaz M — M,NV 
et l’énergie interne W, = 3/2xTNV, on a dans la source 


1/2 
M = : 2 2:=: (LxV) à 
2.104 VE CN _— 


Wr= VN2xTV = 3-10 (LxV)/2T$/ erg. 


Ces formules bien simples permettent de tirer certaines conclu- 
A Vi le « modèle à rayonnement de freinage » de diverses sour- 
ces X. 

Considérons maintenant le rayonnement de freinage des électrons 
et des positrons relativistes. Ce rayonnement peut présenter un méca- 
nisme important des pertes d'énergie (pertes radiatives). Cet aspect 
a déjà été traité au chapitre 15. Or, ce qui nous intéresse ici, c'est 
le rayonnement de freinage lui-même et encore seulement le cas des 
électrons ultra-relativistes ainsi que l'émission des photons d'éner- 
gies suffisamment grandes (plage des rayons gamma) *). 

Ainsi, examinons le rayonnement de freinage des électrons ultra- 
relativistes en notant E = E, et E. respectivement l'énergie initiale 
et finale de l’électron, et Æ,, l'énergie du photon de freinage émis. 
Dans le cas de la diffusion des électrons sur les noyaux (cas qui nous 
délimitera ici) on peut ordinairement admettre que le noyau est 
fixe. Dans ces conditions le noyau ne reçoit que l’impulsion, alors 
que son énergie cinétique peut être négligée, c.-à-d. après le rayonne- 
ment, l'énergie de l’électron est E, = E — E.. 

Sous la condition que 


ESme, E,=E'—E, > me (16.38) 


? 


pas au chapitre 17, du fait qu'il est plus logique d'étudier le rayonnement 
de freinage des électrons relativistes immédiatement après le rayonnement de 
freinage des électrons non relativistes. 


*) Cette question est pourtant examinée dans le présent chapitre et non 
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la fuite des photons est limitée par l'angle 8 — mcŸ/E, la direction 
de l’impulsion de l’électron incident étant p &æ p.,. La section s'écrit 
alors 

Dr paf À \2 dE; Er 2 
0, (Es E) dEy=4+22 (€) [{1+(1- =) }Di+ 


mc? 


“a {1—) UE (16.39) 


où Z est la charge de l'atome diffuseur et les fonctions ®,, ®, sont 
données ci-dessous. Par définition, la probabilité d'émission par un 
électron d'énergie £ S$ mc? d'un photon par unité de temps, d’éner- 
gie E, dans l'intervalle E,, E., + dE, est égale à P (£E,, E) dE, — 
= 0, (E,, E) FdE,, où F est le flux d'électrons passant par l'aire 
unité. S’il s’agit d’un noyau « dépouillé », c.-à-d. de la diffusion sur 
un centre coulombien, il vient 


2E E—E; 1 2 
®,=in (+ F. J—+, D=—+D. (16.40) 

Dans la diffusion sur les atomes, les électrons des enveloppes du 
cortège atomique font écran à la charge du noyau, ce qui fait varier 
la section. La valeur de cet effet est définie par le paramètre 

fic met Ey 1 
eg, 
& E E—E, 

Le sens de ce paramètre devient clair si l’on songe que dans la 
diffusion d’un électron sur un noyau, ce dernier reçoit l'impulsion 
Ap = kr, où rest la distance efficace entre le noyau et l’électron qui 
passe dans son voisinage (pour plus de détails, cf., par exemple, 
$ 25 de [1]). Ensuite, il résulte des lois de conservation 


_ 1 me _ Er 


Ap 


me ;, 
et donc 
h E(E—E;) 


Tr — 
mc mcE., 


D'autre part, dans le modèle statistique, le rayon de l'atome 
a — agZ”US où a, = _ = LT — 5,3-10-? cm. Le paramètre E 
introduit ci-dessus est évidemment de l’ordre du rapport a/r. Plus 
le photon émis est dur, plus l'électron doit passer près du noyau et 
plus l'effet d'écran est faible; de plus, si le paramètre & © 1, alors 
les expressions (16.40) sont vraies. Des photons plus mous sont émis 
lorsque l'électron passe à une distance importante du noyau. Pour 
E < 1, la protection est grande et pour les atomes lourds on a 


Di=in(191.Z71%), @,=—2/31n(191-Z"%)+ 2. (16.41) 
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Les formules (16.39)-(16.41) rendent clair que la relation entre 
6 (£;, E) et ÆE est faible, et la dépendance par rapport à ÆE, est 
déterminée par le facteur 1/E, (cette remarque est pertinente surtout 
dans le cas d’une protection “totale (16.41)). Par ailleurs, la formu- 
le (16.41) n’est pas exacte dans le cas des éléments légers. 

S'il s'agit des erreurs non inférieures à quelques pour cent, la 
section relative au rayonnement de freinage dans les conditions d’une 
protection totale d'un effet d'écran total peut être mise sous la forme 


M dE 
0,(£,, E)dE, = Het (16.42) 
où f{, est l'unité de longueur de radiation (en g/cm°) dans un gaz 
atomique de masse W ; pue les conditions (16.41), 

= 4 ZM In (491.Z7/) 
et pour l'hydrogène (Z — . M = 1.67-10-* g) nous aurions t, = 
= 73 glem*. En réalité, l’imprécision de la formule (16.41) fait 
que pour les éléments légers la valeur de t, pour l’hydrogène est légè- 
rement inférieure même si l’on tient compte de la contribution des 
collisions électron-électron. Des calculs détaillés [212] de #, con- 
duisent aux valeurs tn = 62,8; îne = 98,1; te — 43,8; tx — 38.6; 
lo = 34,6; tre = 18,9 g/cm°? (ici l'indice r est omis et remplacé par 
le symbole de l'élément). Pour le milieu interstellaire non ionisé 
(environ 90 % de H et 10 % de He) on peut poser avec une précision 
suffisante que M — 2.10"? g et t, — 66 g/cm°. 

L'’intensité des photons gamma de freinage est égale à 
L oo 
J'ytrein (En = | dR | Na(R)0.(En E)Je(E,R)dE, (16.43) 


0 E,, 


où J, est l'intensité de la composante électronique génératrice; 
N: (R), la concentration des atomes du milieu interstellaire. En ap- 
pliquant la formule (16.42) et en supposant que dans le rayon de 
vision l'intensité J, est constante, on obtient 


N(L) Je E») 
J,, frein (E,) = MD 1, 5-1072 M (L) 


où M (L) = MN (L)est la masse de gaz le long . rayon visuel 


(en g/em?) et J,(>E:) = | J. (E) dE. 
E 
Dans l'hydrogène non ionisé pour E, K E, le paramètre E — 
= 10? mct/E et E € 1 pour E $ 5-107 eV ; c’est cette condition qui 
rend possible l’utilisation des formules (16.42) et (16.44). Dans un 
milieu complètement ionisé il est pratiquement toujours possible: 


Les PE 46.48 
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d'ignorer l’effet d'écran. En effet, dans notre cas, le rayon de l'effet 


d'écran est la longueur de Debye r, = V xT/8neN, qui, parexemple 
pour 7 — 10* °K, N — 0,1 cm, est d'ordre 10$ cm. Dans cet exem- 
ple,r, —r = (h/mc) (E/mc°) (cf. plus haut) seulement avec E/mc? — 
8.10%, c.-àa-d. E — 10! eV. Ainsi, dans un gaz ionisé, d'ordinaire, 
r € r» et l'effet d'écran est peu important. En l'absence de l'effet 
d'écran dans les conditions (16.38) il faut utiliser les expressions 
(16.39), (16.40) et (16.43). Notons que dans ces conditions on ne 
tient pas compte du rayonnement de freinage produit par les cal- 
lisions de l’électron incident avec les électrons élémentaires (et en 
général, les électrons du milieu, par exemple, du plasma). Pour 
évaluer grossièrement l'influence des collisions électron-électron sur 
la section (16.39), on peut remplacer le facteur Z? par Z (Z + 1). 
Le sens de cette substitution consiste évidemment dans le fait que 
la section © (E,, E) des collisions électron-électron est à peu près. 
la même que celle des collisions électron-proton ; en outre, on tient 
compte, certes, que l’atome possède Z électrons. Soulignons que 
l'estimation approchée par le mode indiqué des collisions électron- 
électron n'est en général possible que s’il s’agit de la section intégrée 
sur les angles. C’est précisément pour cette raison que l’apport dans 
la section intégrale © (E,, Æ) des processus associés au transfert à 
l’électron du cortège atomique d’une impulsion élevée s'avère insi- 
gnifiant. La valeur f, — 66 g/cm*? donnée précédemment pour le 
milieu interstellaire est obtenue compte tenu du rayonnement de 
freinage lors des collisions électron-électron (cf. [212]). Dans ce 
qui suit, les collisions électron-électron sont également évaluées 
en remplaçant Z? par Z (Z + 1) ou en choisissant convenablement 
la valeur de t,. 

Le rayonnement de freinage fait que les électrons perdent de 
l'énergie, les pertes correspondantes se nommant, comme nous l'avons 
dit, pertes par rayonnement de freinage ou pertes radiatives. Sou- 
lignons que ces pertes se manifestent essentiellement par de grandes 
portions, c.-à-d. appartiennent aux pertes « catastrophiques » (cf. 
chapitre 15). Par exemple, (16.42) montre clairement que l'énergie 
transmise 

E 
| E,o(E,, E)dE, ( const-dE, — const-E, 
0 
c.-à-d. qu'elle est définie par l'émission des photons d'énergie E, — 
= E. C'est pourquoi les pertes par rayonnement de freinage sont 
fortement fluctuantes. Toutefois, nous allons nous borner au calcul 
des pertes moyennes par unité de parcours 
E 


—(S).=[ NEo(E, EE, 46.45) 
0 
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où V, est la concentration des atomes et où on a tenu compte que la 
section 6 (E., Æ) est normée sur le flux unité des électrons (d’autre 
part, en vertu de (16.38) la limite supérieure de l'intégrale £ — mc? 
est remplacée par ÆE); pour les électrons ultra-relativistes envisagés, 


les pertes par unité de temps (T s’obtiennent en multipliant sim- 


plement la valeur de (16.45) par c = 3-10! cm/s. 
D'après (16.39), (16.40) et (16.45), pour un gaz complètement 
ionisé (plasma) en l'absence d'effet d'écran, on a 


1H) SEEN, 25 Eur 
TT E\&t}, m2ctA V mc Se 


— 1,37 A04N, {in 240,36 } s1— 
= 2,74-10 {ln À5+0,36 } g"t-cm?— 
=4,6-107 Ne {In +0,56} cmt, (16.46) 


où pour passer aux trois dernières expressions on a posé Z = 1 (hy- 
drogène) *). 
Dans le cas de l'effet d'écran total on obtient pour les éléments 
lourds 
4 [dE \ _4eSN,Z(Z+1) 1/3 _ 
+ (5), = Un (491271 +118} = 
— 7,26-10"1N, si, (16.47) 


où les valeurs numériques se rapportent à l'hydrogène (Z — 1) 
lorsque la formule (16.47) est déjà inexacte. Nous indiquons quand 
même le résultat numérique pour comparer les formules (16.46) 
et (16.47) dans le cas d'hydrogène. Il est évident qu'avec E/mc? — 
— 40% les pertes (16.46) et (16.47) s’égalisent ; dans un hydrogène 
non ionisé la formule (16.46) doit être utilisée pour E/me? < 103, 
et (16.47), pour E/mc? $ 10%. Dans ce dernier cas (effet d'écran total) 
une valeur plus exacte pour le milieu interstellaire s’obtient si 
l’on admet que l'unité de longueur de radiation t, est égale à 66 g/cm°. 
Alors, (16.42) et (16.45) entraînent immédiatement 


—— (+) = LOT s”1 = Lg .cm= 1,5.102 g"!.cm? = 
ZAOEN, st 3.10 2%N, cm'i. (16.48) 


En vertu de (16.48) les pertes d’énergie d’un électron sont régies 
en moyenne par la loi £ = E, exp (—L/66), où E, est son énergie 


*) Expliquons une fois de plus que les pertes calculées par g/cm? s’obtien- 
nent à partir des pertes rapportées à l’unité de parcours en remplaçant la con- 
centration NV, des atomes par 1/M, où M est la masse de l'atome. 
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initiale et L, la voie qu’il parcourt en g/cm*. Puisque les pertes par 
rayonnement de freinage sont essentiellement « catastrophiques » 
(pertes d'énergie en un acte AE — E), on peut admettre en appro- 
ximation grossière que la probabilité pour que l’électron couvre le 
parcours L (en g/cm*) sans aucune perte par rayonnement de freinage 
est égale à exp (—Z/66). 

Outre les photons gamma, la diffusion des électrons ultrarelati- 
vistes peut produire des paires électron-positron e*, e”, ainsi que 
d’autres particules (par exemple, les paires u*, u”). Pour que les 
collisions électron-proton ou électron-électron assurent la naissance 
des paires e*, e”, la section totale correspondante doit être de l’ordre 
de 


Gpaires (+) (Ge) (na) 19 (16.49) 


(plus précisément, dans les collisions électron-proton sous le signe 
de logarithme il y a le facteur E/M,c?, où M, est la masse du proton). 
Par contre, en l'absence d'effet d'écran (de même que dans (16.49)) 
pour le rayonnement de freinage dans l'hydrogène (cf. (16.39), 
(16.40)) la section vaut 


= Î o(Es, E)dEy=4()(<) ne (16.50) 


Ainsi | 
e? a 
Opaires () (=) Or In? 7 10-30, In À, 
et en l'absence d'effet d'écran, Opatres 0 tant que E/mc° 
& 1015-10 (ou E & 10!8 eV). 

Considérons maintenant le rayonnement dû à la production des 
électrons et des positrons par désintégration nt —ut —et. Son 
intensité est d'habitude très faible par rapport aux émissions d’une 
autre nature (rayonnement de freinage des électrons, rayons gamma 
émis par la désintégration des mésons x°). C’est pourquoi nous ne 
donnerons que des estimations. 

La production d’une particule de charge e et d'énergie 


pme 
V 1—v2/c? 


s'accompagne en approximation classique de l'émission de l'énergie 
(cf. chapitre 7 et $ 69 de [6]) 


dWy=+(£int-2)48,z% (in 1) dE, | 


> mc? 


C—UV 

a = e?/hc = 1/137. 

Quand E, <E, cette expression convient aussi pour les estimations 

(en fait, la constante de Planck À — h/2x ne figure pas dans (16.51) 
2 6—0406 


(16.51) 
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parce que dE, — hdv). Le nombre de photons apparus est égal à 
dW,/lE.,; par conséquent, l'intensité 

__L ( Wy qœ(E)dE 
J'y, nais (Ey)=7 | dy Ey A 


* 
(@œ(E > E),) 


E—, (6.52) 


2% 410" (In 2Ër 4) 


mc® 


où Q.(E > EE) = L | ge(E) dE est le nombre d'électrons d'énergie 
E 


Ÿ 
E > E, produits par seconde sur le parcours le long du rayon visuel 


d’une longueur L, et E,, une certaine moyenne. Les estimations rela- 
tives à la Galaxie témoignent du fait que l'intensité J,.najs, par 
exemple pour E, = 5-107 eV, est de quelques ordres inférieure à 
l’intensité du rayonnement de freinage J, frein. Pour ce qui est de 
la comparaison de l'intensité de J, 416 (il s'agit de la naissance des 
produits de désintégration des mésons n+) avec J.. x (l’intensité des 
rayons gamma produits par la désintégration des mésons #x!°), 
dans ces cas l'estimation est possible indépendamment du spectre 
et de l'intensité des composantes protono-nucléaire et électronique 
des rayons cosmiques. En effet, il apparaît environ deux fois moins 
de mésons r° que de mésons nt. Il est donc clair que dans la désinté- 
gration n° —+2y il se forme autant de photons’gamma que’d'’électrons 
et de positrons dans la désintégration nt —u+t —et. Ensuite, la 
probabilité qu'en naissant un électron (positron) émet un photon 
comporte le facteur complémentaire &« = e?/ñic — 1/137. Par consé- 
quent, l’intensité des photons gamma qui accompagnent la désinté- 
gration n+ —ut et est de deux ordres inférieure à l'intensité 
des rayons gamma émis par la désintégration d’un méson n°. 

Le processus important que nous allons étudier maintenant est 
celui de la diffusion des électrons relativistes sur les photons, appelé 
souvent effet Compton inverse *). 

Supposons que dans le système du laboratoire (dans les condi- 
tions qui nous intéressent c’est un système de coordonnées lié à la 
Terre ou un autre système de référence astronomique) on ait un élec- 
tron d'impulsion 

nr mv! 
EE ver 


*) L'apparition de ce terme est due au fait que l'effet Compton a été décou- 
vert et étudié en laboratoire dans les conditions où le photon gamma est diffusé 
sur un électron au repos ou lent. Dans tous les cas qui suivent indépendamment 
Se énergies des photons et des électrons nous disons simplement diffusion 

ompton. 


ASTRONOMIE DES RAYONS X 403 


et d'énergie 
Le mc? 
PO pic? 

ainsi qu’un photon d’impulsion #k et d'énergie Eph.1 = Aw (k = 
= 2 x/À, © —= 2nc/À = ck); supposons d'autre part que le milieu 
soit absent ou qu'il n’exerce aucune influence, ce qu’on peut admet- 
tre si © > ©0 = V 4reN/m = 5,64-10* V N. En se diffusant l’un 
sur l’autre, l’électron et le photon échangent l'énergie et l'impulsion, 


PL A 
d H VI-u2/c? 


Fig. 16.1. Diffusion d'un photon d'impulsion #k et d'énergie Epp.1 = Eph Sur 
un électron d’impulsion p, = p et d'énergie E, = E 
L'impulsion du photon diffusée est Ak, et son énergie, Eph,e me E, Les vecteurs ki, k, et p, 
en général, n’appartiennent pas au même plan. 


de sorte qu'à l'état final les quantités correspondantes sont p., 
E,,ks>etCpn,e. Puisque E = V'mîc + cp? et Epn = Âck, le problème 
de diffusion, p, et k, étant données, compte six inconnues (impul- 
sions p, et k.). Les lois de conservation de l'énergie et de l'impulsion 
donnent quatre relations ; de cette façon, l'énergie du photon diffus 
qui nous intéresse €,n,. peut s’obtenir seulement en donnant deux 
quelconques des paramètres. On choisit généralement comme tels 
l'angle 6, entre k, et p, et l’angle 6 entre k, et k, (en fixant par là 
même la direction de k,; cf. fig. 16.1). Par commodité, ayant en 
vue l'application aux photons durs (photons 2), on utilisera ordinai- 
rement les notations 


P1 = P— y did E1=E, Eph.1 = Ephs Cph.2— Ey (16.53) 


1—v3/ci ? 
6, . l’angle entre k; et p; 6., l'angle entre k, et p;0,l’angleentrek, 
et ka. 

L'énergie d’un photon diffus 
€ph (1— (v/c) cos 64) 
7 TEA Ge — 9 (6m E, 0,, 64, 6). (16.54) 
i 

E> E, Ÿ Gn, (16.55) 


26° 
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on a approximativement 
: Eph (1—(&/c) cos 6,) 
Ÿ 1—{(v/c) cos 8e + (Eph/£) (1—(v/c) cos 8j) cos Ds 
La forme invariante (cf. (3]) de la section de la diffusion des 
particules non polarisées est la plus commode: 


Ge (ka, ke, v)d0,=2 (2) ES {4 (ie = 


mc) m'cix? H1 ‘ Xe 


(+) CE) +, 
= ——Epn£ (1——< cos 0), 


He 5 EE (1—< cos 8.) , 


E (16.56) 


| 


_ (16.57) 


où dQ, est l’élément de l’angle solide associé à la direction k, (l'angle 
solide Q, utilisé ci-dessous se rapporte à la direction k,). 

Si à l’état initial l’électron est au repos (c.-à-d. si p = p, = 0) 
alors (16.54) et (16.57) amènent les expressions bien connues 


Eph 
Ey= 1+ (Epn/nc°) (1 — cos 0) ? Fe 


1 pet32/ Ey\2/6rh E» — = 
oc W=r() (=) (= ER 6) de, (16.59) 
A la limite non relativiste, lorsque dans (16.59) €,n < mc*, on 
peut poser Æ,; = €pn (ceci est rendu clair également par (16.58)) 
et alors 
oc d®= + (2) (1-+ 00520) d0.. (16.60) 
En intégrant la section (16.59) suivant l'angle solide dQ, — 


= 2x sin 0 dO (l'angle 6, dans ce cas peut être identifié à l'angle 6 
entre k, et k.), on obtient la section Thomson 


Or = | oc dQ, = + (=) - 6,65-10-2% cm2. (16.61) 


Soulignons encore une fois qu’on admet que les électrons et les 
photons à l’état initial ne sont pas polarisés, alors que la section 
déterminée d’après (16.57), (16.59) et (16.60) est déjà sommée sui- 
vant les polarisations à l’état final. Le développement de l’astrono- 
mie des rayons X et gamma rendra assurément possible la mesure 
importante et intéressante de la polarisation des rayons X et gamma 
cosmiques, ce qui est essentiel pour établir la nature du rayonne- 
ment; par exemple, la polarisation du rayonnement X synchrotron 
de la Nébuleuse du Crabe doit être assez forte, fait confirmé par l’ob- 
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servation, alors que le rayonnement de freinage d’un gaz chaud n'est 
pas polarisé (pour plus de détails, cf. ce qui suit). Nous admettrons 
pourtant pour simplifier que le rayonnement diffus (photons 2) n’est 
pas polarisé. Il en sera ainsi dans le cas où le rayonnement mou 
(photons 1) ne l’est pas (sur les effets de polarisation de la diffusion 
Compton, cf. $ 87 de [31)). 

Rappelons que d'après la définition de la section efficace (cf., 
par exemple, [209]), o-dQ,F est le nombre de photons diffusés par 
unité de temps dans l’angle dQ.; de plus, F = N,2 (c — v ccs 06.) 
est la densité du flux des photons diffusés sur les électrons (N,2 est 
la concentration des photons; v = v,, la vitesse des électrons dif- 
fuseurs ; 6,, l’angle entre k, et v); la section ocdf, est un invariant 
relativiste. Admettons maintenant que les photons d'énergie Eh 
sont répartis isotropiquement suivant les directions, alors que nous 
nous intéressons aux photons diffusés d'énergie E, aussi indépendam- 
ment de la direction de leur propagation. Dans ces conditions, il 
faut calculer la section (cf. (16.54) et (16 57)) 


1 
O(E,, Eph; = | (1 — cos 6, ) oc (k1s ko, v) X 
X Ô(E,—% (Ephs Æ, O1, 00 0)) dG, dQ,. (16.62) 


4 
En effet, désignons la concentration des photons mous 1 de direc- 
tion de propagation quelconque et d’énergie s’échelonnant dans l'in- 
tervalle C;n, ph + dEpn par Nn (Eph) d€yn. Alors. le nombre de 
photons durs à produits par unité de temps par la diffusicn des 
photons mous sur un électron vaut justement c | O (E,, Epbh, 


E) Npn (En) dEpne Soit | 


mc® 


4 Cnb 
t, d'autre part, la condition (16.55) est respectée. Alors, les expres- 
Sions (16.56) et (16.57) permettent de calculer la section (16.62), 
puis la grandeur 0, = | 0 (E;Xph E) dE,. Sous la condition (16.63) 
on obtient 
O(Ey Epn E)=1/4n (=) 


mc" 


& mc? (16.63) 


2 (meté 


ET 


E;, (mc?)3 E? E, (mc? E,, 8E€ph£ | 
X {2 CE MERE (=) In 4 Éph E? (mc?) } ’ (16.64) 
de plus, £, est comprise dans les limites €,n < E, < 4€rn (E/mc°}*; 
en fait, le domaine d’application de la formule (16.64) est légèrement 
plus large. Ensuite, 


= |0(E,, Em E)dE,= (+) =0r. (16.65) 


mc? 
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Nous ne sommes pas entrés dans le détail des calculs correspon- 
dants du fait que le résultat (16.65) est parfaitement clair *). Dans 
le système de coordonnées lié à l’électron l'énergie du photon 1 vaut 
Eph.1 = (E/mc*) Epn (4 — (v/c) cos 8,). Pour le rayonnement iso- 
trope Epn —= (E/mc?) En et, par ailleurs, sous la condition En < 
< mc°, les formules (16.60). (16.61) sont vraies; autrement dit, on 
peut admettre que la diffusion est classique. Mais en vertu de ce qui 
a été dit, la condition En < mc? est équivalente à la condition 
Eph NES < mc? qui au fond coïncide avec (16.63). Ainsi, sous la 
condition 


; | mc? _,  6-1010 
E €1/4 | _ ) me = V (16.66) 
la diffusion des photons sur les électrons en mouvement est classique 
et la section totale est égale à 67. Dans la diffusion des électrons sur 
des photons optiques, ph — 1 eV (rayonnement thermique des 
étoiles) et la condition (16.66) est de la forme E < 10!! eV; et s'il 
s'agit de la diffusion sur les photons radio, la condition (16.66) est 
certes encore plus lâche. Dans la plupart des situations relatives à 
l'astronomie, les conditions (16.63) et (16.66) sont remplies et dans 
ce qui suit nous nous bornerons essentiellement à ce cas là (d'’ail- 
leurs, nous donnerons également les expressions approchées d'un 
TEE TE limite et un exemple réel de l’inobservation de la condition 
{16.66)). 

Calculons les pertes moyennes (pertes Compton) que subit un 
électron d'énergie E par suite de la diffusion sur les photons. 
. Lorsque la condition (16.66) est respectée, la diffusion des élec- 
trons sur les photons suffisamment mous donne 


—(S) =c | O(Ey;, Eh Æ) Nph (Eph) Ey dEy dEph = 


dt 
= - VE) e+ | ErhV ph (Eph) dEph = 


3 \me mc3 
entr En ( Er) = LE (Van (Er). 6.67 


où la concentration totale des photons, la densité de leur énergie 
et l'énergie moyenne d’un photon sont déterminées par les relations 


— 


Non = | Non (Et) dEpne Won = À En Von (En) dEpn = En Vue (16-68) 


*) Donnons une seule explication relative à la dimansion de l'expression 
(16.62). C'est la dimension surface -énergie-!, ou encore cm/erg, puisque la 
dimension de 6: est cm’, alors que la dimension de 8 (£,) est celle de 1/E;, 


étant donné que | 6 (E,) dE, = 1. Il est donc clair que la quantité 0, est en 


effet la soction efficace (nous utilisons également le terme de section pour 
G (Ey €phr E) bien qu'il soit plus correct de dire densité énergétique de la 
section). 
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(16.65) et (16.67) rendent clair que l'énergie moyenne d’un pho- 
ton diffusé (photon dur 2) vaut 
E \2 
Ey= tm (er) (16.69) 
Un calcul précis (cf. (16.67)) impose ici l’utilisation de la section 
G (E;, Epns E) déterminée par la formule (16.64). Pourtant, si on 
néglige Le facteur “/;. la relation (16.69) s'établit facilement par 
calcul élémentaire qui recourt à la loi de conservation de l'énergie 
et de l'impulsion. Nous ne décrirons pas ici ce calcul (cf., par exem- 
ple, (39]), puisque le résultat (16.69) peut s’obtenir d’une façon encore 
plus simple à partir des idées ondulatoires ou de la formule de l'effet 
Doppler. En effet, comme nous l’avons vu au chapitre 5, l’application 
de l'effet Doppler fait apparaître le facteur d'ordre (E/mc’}? ou, 
autrement dit, une fréquence calculée sans l'effet Doppler se trans- 
forme en une fréquence v — v, (E/mc?)?; pour le rayonnement de 
freinage magnétique v,— eH,/2nmc et v — (eH ,/2nmc) (E/mc?)? 
(cf. (5.7) et (5.40)). Dans le cas de la diffusion, v, — Epn/h, v — 
 (Eph/h) (E/mc*}°, et pour E, — hkv on obtient l'expression de la 
forme (16.69). 
En comparant les pertes synchrotron du champ magnétique 
chaotique suivant les directions (dans un tel champ H — ?/,H°) 


avec les pertes Compton (16.67) on trouve l’expression des pertes 
totales 


The ELLE 
è | e2 \2 2 
= x) (Sr +wm) (+) —- 
= 2,65 10-14 (un ) (5) ergrs. (16.70) 


où 171*%/8x + w,n est mesurée en erg/cm*; cette formule a été déjà 
donnée au chapitre 15 (cf. (15.65)). 

Ce résultat qui traduit l’équivalence des pertes d'énergie par 
rayonnement synchrotron et par effet Compton pour une même 
énergie du champ magnétique isotrope (en moyenne) et du rayonne- 
ment respectivement, n’a rien de fortuit. Il en est ainsi du fait que 
dans le domaine classique (et la formule (16.67) se rapporte seule- 
ment au domaine classique (16.66)) l’intensité du rayonnement est 
définie par l’accélération de la charge et, par conséquent, par la 
force que subit cette dernière. Mais dans une onde électromagnétique 
dans le vide, le champ électrique £ = H et pour une particule ultra- 
relativiste la force de Lorentz (e/c) [vH] pour v ! H est égale à la 
force produite par le champ électrique eE. Par ailleurs, pour v —+c, 
c'est justement l'accélération perpendiculaire à la vitesse qui est 
essentielle ; il en résulte que, dans le cas isotrope, les pertes totales 
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sont déterminées par la densité de l’énergie du champ électromagné- 
tique (E° + H?)/8x indépendamment de la composition spectrale 
du champ (cette composition spectrale détermine pourtant la com- 
position spectrale du rayonnement apparu, dans notre cas, du rayon- 
nement synchrotron et des ondes électromagnétiques diffusées). 

Il importe de souligner que lorsque la condition (16.66) est com- 
promise, les pertes Compton augmentent faiblement avec l'énergie. 
En effet, dans le cas limite, 

E 5 mY (16.71) 
Eph 
l'énergie des photons 1 dans le système de référence lié à l’électron 
vérifie la condition En = (E/mc°) E,n © mc°. Dans ce cas la section 
ce es diffusion qu’on peut tirer de (16.59) est de la forme 
(cf. [1, 31) 


9 Là 
mc 


6, = 3/807 _- {in ( )+1/2}. ! (46.72) 


Dans les conditions (16.71), chaque collision associée à la section 
(16.72) fait émettre un photon gamma *) d'énergie E, — E. Ainsi, 
l’électron perd par diffusion une énergie 


—(Æ) LoiNncE #3/80ru0pn (ES )* In (2E6m + 472) = 


dt m?cê 


= mc? \2 2E ." 
7 1071 ( an } Wph In ( Em ) erg/s. (16.73) 
qui rend compte que Epn — (E/mc?) En et wpn = Nnêpn. 
Comme il se doit, pour (E/mc*) (£pn/mc*) — 1, les pertes (16.67) 
et (16.73) sont les mêmes quant à l’ordre de grandeur. De la sorte 
l'augmentation des pertes Compton est proportionnelle au carré 
de l'énergie E? seulement tant que E < (mc*)*/4€,n. Quant au cas 
limite (16.71), les pertes Compton sont pratiquement constantes. 
Dans la plupart des cas qui se sont présentés jusque-là en astro- 
physique, la condition (16.66) est observée (comme nous l’avons dit, 
dans la diffusion sur les photons optiques de £,n — 1 eV, cette con- 
dition est de la forme E < 10!! eV, alors que l'énergie des électrons 
relativistes responsables du rayonnement radio cosmique observé 
est ordinairement E < 107 eV). On peut pour autant indiquer dès 
à présent les exceptions importantes. Premièrement, on observe dans 
plusieurs sources (Nébuleuse du Grabe, Vierge À, quasars) le rayon- 


*) Dans la diffusion des électrons sur les photons sous les conditions (16.71), 
en plus des proone peuvent se former des paires électron-positron e”, e+. Les 
pertes énergétiques correspondantes se distinguent des pertes (16.73) rar le fac- 


teur d'ordre 2-10 1n (E€pn/m'ct). Dans la plupart des cas connus, ce facteur 
est sensiblement inférieur à l'unité. 
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nement synchrotron optique dont la responsabilité incombe aux 
électrons de haute énergie (E © 10° eV). C'est pourquoi pour de 
tels électrons la condition (16.66) sera compromise même avec En — 
1 eV. Deuxièmement, on a découvert un puissant rayonnement X 
des sources galactiques et extragalactiques. Dans ces sources et dans 
leur voisinage, la densité de l'énergie des photons X de Em — 
rm 35-10% eV (on — XT, T = 5-107°K) est très grande. La con- 
dition (16.66) de la diffusion sur les photons de ce type est de la 
forme E < 107 eV et elle n’est déjà plus observée pour les électrons 
responsables du rayonnement radio cosmique. Ainsi, en astronomie 
des rayons X et gamma, la limitation de (16.66) au domaine clas- 
sique n’a pas et de loin le caractère universel. 

Passons à la question du spectre énergétique des photons diffus 
(durs). Désignons comme toujours par J,(E) dE l'intensité des 
électrons relativistes, c.-à-d. le nombre d'électrons qui traversent 
par unité de temps une aire unité (normalement à l’aire) dans un 
angle solide unité, leur marge d'énergie étant E, E “+ dE. Alors, 
l'intensité des rayons gamma est égale (cf. (16.11)) à 


L 00 co 
J,(E)= | 4R | J.(E, R)dE | 6(E,, En, E) Non (En, R) dn = 
0 E,, 0 
= Nn(L) |o(Ey E)J.(E)dE, (16.74) 
Ë, 


où pour passer à la dernière expression on admet que dans le rayon 
de vision J, ne dépend pas de R (l'intégration sur dR se fait le long 
du rayon visuel) et 


on (1) (En E)= | 0 (Es. En, E) Non (Enr R) dEpn dR. (16.75) 


Pour le spectre monoénergétique des électrons, J, (E) — J,ô (E — 

— E;) et l'intensité J, (E,) est déterminée par l’expression (16.64) 

pour O (E,, Eh, £0). Il arrive plus souvent de tomber sur le spectre 
puissance 

J,(E) = KJE”Y. (16.76) 


ÏJ1 est évident que, pour la distribution isotrope des électrons rela- 
tivistes à concentration À (E) = K,E°Y, 


J(E)=-N (E). 


Pour éviter des calculs lourds dans la recherche de J, (E.) d 
spectre puissance (16.76) (la marche de ces calculs est tement 
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claire), utilisons d'abord comme section mise en moyenne suivant 
le spectre des photons thermiques (mous) l'expression 


O(E,, E)= = | ot, Eph: E) Non (Ep) dEph = | 
0 


—or8 (EE (2) | (16.77) 
= (+), N = | N ph (Eph) dEph « | 


Autrement dit considérons que tous les photons durs ont une 
énergie moyenne (16.69), alors que conformément à (16.77) la section 
totale de la diffusion est égale à or. Ainsi, la section (16.77) conduit 


« 


à l'avance aux expressions correctes pour ( or (E,, E) dE, et 
| E,o (E,, E) dE. 


En portant (16.77) dans (16.74) on obtient pour la distribution 
uniforme de toutes les grandeurs sur laflongueur L (c’est pourquoi 


N,n (L) = NpnL) 
E # 
J,(E,)=0rN mL | Je(E) 8 (Ev—4/38Erm (À) )dE = 
: V3 NohLormei 3E, | 
E 4 V' êmnE, É 4 ph 
= 1/2N nLor (me?) "Y (4/38) 0 KES VOD, (46.78) 


Le calcul décrit est tout à fait analogue au calcul du chapitre 5 
appliqué au rayonnement synchrotron (cf. (5.51)). Le calcul précis 
{207, 213] fait apparaître dans (16.78) le facteur numérique f (y). 
Ce facteur vaut 0,84 ; 0,86 ; 0,99 et 1,4 pour y = 1, 2, 3 et 4 respec- 
tivement. 

Pour le rayonnement thermique, Epn = 2.7 XT, où T est la tem- 


pérature du rayonnement. A titre d'exemple, indiquons que pour 
T = 5000°K (Ep = 1,2 eV) 


J,(E,)=2,8-1072% (7,9-10-2)Y7! x 
XF (7) Lo Kg "2940 PRO (46.79) 


cm*-sr-GeV ? 
où ph = Mph Eph;s ÆE, est mesurée en GeV et Æ;, en unités 
{GeV)Y"1 (cm°-s-sr)"!. 
S'il s’agit non pas de l'intensité suivant le nombre de particules, 
mais de l'intensité suivant l'énergie, alors 7, (E;) = E,J, (E;). 
Dans le cas du spectre puissance (16.76), il est évident que J, (E,) = 
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ep Ej ND Gus, @ = 1/, (y — 1). Comme il fallait s'attendre 


pour le rayonnement Compton sous la condition (16.66) (nous avons 
vu que sous cette condition les rayonnements synchrotron et Comp- 
ton s’apparentent), lekrésultat obtenu coïncide avec la relation (5.50) 
du rayonnement synchrotron. 

Nous avons déjà dit que dans les conditions cosmiques le rayonne- 
ment X synchrotron de freinage dans un certain sens « n’est pas 
typique », mais il est observé et probablement sa part dans les études 
ultérieures ne cessera de croître. En général, il est évident que 
le rayonnement synchrotron peut posséder une fréquence aussi grande 
que l'on veut, sa description pouvant se faire par théorie classique 
tant que 


hv < E. (16.80) 


Le rayonnement synchrotron cosmique appartient le plus souvent 
à la gamme des ondes radio du fait que dans les régions correspor.dan- 
tes l’intensité du champ magnétique n’est pas grande (H < 107% Oe), 
de même que l'énergie des électrons £. Ainsi, l'intensité du rayonne- 
ment synchrotron de l’électron d'énergie totale E S$ mc? est maxi- 
male à la fréquence (cf. (5.40) et (16.2)) 


Vm=1,210%H, (À) = 4,6.10%H, (E (eV))2 Hz. (16.81) 


Même pour H, = H sin 4 = 10% Oe et E — 1019 eV la fréquence 
Vn = 4,6-10!t Hz (À, = c/v, — 6,5:10-? cm). Ainsi, le rayonne- 
ment synchrotron cosmique optique et X apparaît soit en présence 
des électrons de très haute énergie E >> 10! eV (Nébuleuse du Crabe, 
Vierge A), soit lorsque l'intensité du champ magnétique est très 
grande (H >: 10-100 Oe) et en présence des électrons d'énergie attei- 
gnant 10?7-1018eV (probablemant ceci est caractéristique des quasars, 
sans rien dire des pulsars avec leurs champs magnétiques formi- 
dables). 

Pour évaluer les champs et les énergies qui déterminent l'émis- 
sion des ondes de fréquences différentes, il est commode d'appliquer 
la formule déduite de (16.81) 

“Va H,. 2 E3 à,. 
{ + nr Er° 116.82) 

Soit. par exemple, v, = 3-10 Hz (4, = c/v, = 1 m) dans le 
champ H,, = 3:10 Oe typique de la Galaxie. Alors, d’après 
(16. 81) l'énergie des électrons rayonnants E, — 5:10 eV. Dans ce 
même champ "A. = H,., les ondes de fréquences optiques v, — 

101-1015 Hz (À = 0.3-3u) ne peuvent être émises que par les 
Sléctro ds d'énergie Æ, — 5-10! eV. Pour les rayons X, v, — 10! Hz 
et, par conséquent, pour un champ magnétique constant l'énergie des 
électrons doit être E, — 3-10! eV. 
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J1 faut retenir que les pertes synchrotron sont proportionnelles à 
HŸE* (cf. (4.39)) ; il en résulte que les particules de très haute énergie 
ou se déplaçant dans un fort champ magnétique sont rapidement ralen- 
ties. Pour évaluer l'énergie et la « durée de vie » dans un champ magné- 
tique il est commode de faire appel aux formules (4.41) et (4.42). 
A cet effet, dans la formule (4.42) l’énergie de l’électron peut être 
exprimée par la fréquence caractéristique de son rayonnement (16.81), 
en fournissant ainsi une liaison directe avec la fréquence observée 
et la durée de vie caractéristique (temps nécessaire pour que l'énergie 
se dédouble) des électrons émetteurs 


5-108 mc? 5,5-14011 1,8-104 ; 
Ty = H= E DATE EE FA EEE annees. (16.83) 


Ici H, se mesure en œrsteds et v, en hertz. La durée de vie 7, ex 
primée à travers la fréquence est, bien entendu, quelque peu conven- 
tionnelle, puisqu'on a choisi comme w la fréquence associée au maxi- 
mum du spectre du rayonnement des électrons monoénergétiques. 

Dans le champ H, = 3:10"$ Oe la durée T,, des électrons d'énergie 
5-10° ; 5-101* et 3.10! eV est 2-10# ; 2.10ÿ et 3.105 années respective- 
ment. Pour notre Galaxie et en général, pour les galaxies normales 
où la valeur H, — 3:10" Oe peut être considérée comme typique, 
la durée caractéristique 7,, de l’ordre de 10° années, et d'autant plus 
de 10% années, est très petite ; il est donc naturel que le rayonnement 
synchrotron optique et X est faible. La situation peut changer seule- 
ment dans les conditions d'une injection puissante dans l’espace 
interstellaire des électrons de haute énergie issus d’une source quel- 
conque, par exemple des enveloppes de supernovae. 

Nous avons déjà dit que le rayonnement synchrotron optique 
et X peut être complètement décrit par les formules données précé- 
demment (cf. chapitre 5; la condition (16.80) est considérée comme 
remplie). Il devient même possible de simplifier du fait que les 
fréquences élevées permettent de négliger l'écart de l’unité de l’indice 


de réfraction r (w) dans la région émettrice, ainsi que d'ignorer la 
réabsorption et la rotation du plan de polarisation dans le plasma 
cosmique. Ce ne sont que l'absorption du rayonnement sur son par- 
cours de la source à la Terre ou dans la source elle-même (gaz, pous- 
sière) qu'il faut prendre en considération. 

Par commodité donnons pourtant quelques expressions utiles 
pour le calcul. Dans le domaine des rayons X et parfois en optique 
on recourt souvent non au flux d'énergie mais au flux ou à l’inten- 
sité suivant le nombre de particules (photons) que nous notons F, 
et J, respectivement. Il est évident que le passage se réalise par 
division des quantités énergétiques par l'énergie du photon hw. 
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Ainsi, d’après (5.48), l'intensité suivant le nombre de photon est 


J (v)— = 3, 26-1071 (y) LK.H/°20+0 x 


| ( 6,26-10!S Jo photons (16.84) 


v cm=-s-sr-Hz ? 
ou, si l’on passe de la fréquence v à l’énergie d’un photon En = kw, 
exprimée en eV, 
dv 
J — J (N) ——— 
(Eph) ( ) dEph 


_ 1/24+1)/ 2,59-108% 11/2041) photons 
ici L est mesurée en cm; X,, en erg *-!-cm'*; H en Oe et Eh en eV. 
D'une façon analogue, le flux de photons issus d’une source dis- 
crête (cf. (5.59)) vaut 


D 
F (v) — _ — 


— 3,26-10-15a (y) 


1/20%+1) | 626.108 \1/2(y+1) on 
VK,Il ( 5,26-1 )" FPE 6:80) 


A? v cm°-s- Hz”? 
ou, si on le rapporte à l'énergie d'un photon €pn = hv = 4,14. 10t5eV, 


VA be ( 2-5910 JE photons 
Eph cm°-s-Ve” 


F(Eph) = 0,79a (y) (16.87) 

Ensuite, si on peut admettre que le spectre électronique est le 
même dans tout le volume de la source, il est commode d'appliquer 
l'expression suivante pour la relation entre les flux de rayonnement 
de fréquences différentes v, et v, (cf. (5.59) ou (16.86)) 


D (vi) ro ls H; ) (=) e (16.88) 


On adopte ici que le rayonnement de fréquence v, apparaît dans le 
volume V, de la source, où l'intensité du champ magnétique est H,, 
alors que le rayonnement de fréquence v, vient du volume V, dont 
le champ est H,. Alors, s’il s’agit de l’émission des électrons de 
même énergie E, = E,, les fréquences v, et v, sont associées par la 
relation (16.82) et le rapport entre les flux s'écrit 


Ds (Vo) _ VoHa 
Oitvy ViHi1° 


Les formules (16.88) et (16.89) sont utiles si dans un petit domaine V. 
de la source de volume total V, le champ H. ÿ H,, alors que le 
spectre des électrons comporte une coupure du côté des hautes éner- 
gies, de façon que les électrons du volume V, n'émettent pas aux 
fréquences v, © v,, et que le rayonnement du volume V., aux fré- 


ñ (16.89) 
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quences v, est faible par suite de la petitesse de ce volume. Le rap- 
port observé entre les flux de fréquences v. et v, est déterminé alors 
par le rapport des flux issus des volumes V, et V,. Cette situation peut 
avoir lieu, par exemple, dans le cas d’une nébuleuse ayant dans la 
région centrale un domaine à champ magnétique très fort, disons, 
autour d’un pulsar. 

Une particularité caractéristique du rayonnement synchrotron 
est que dans un champ ordonné ce rayonnement est très polarisé. 
Ainsi, pour le spectre puissance des électrons N,(E) = K,.E-Y le 
degré de polarisation dans un champ uniforme (cf. (5.46) s'écrit 


max — {min v+1 . 
To = Imax + {min 7 +738" (16.90) 

Comme nous l'avons dit, dans le domaine des rayons X il n'existe 
pas de facteurs dépolarisateurs conditionnés par la présence du mi- 
lieu (formes différentes de la rotation de Faraday). C’est pourquoi, 
l’exposant y étant donné, le degré de polarisation ne reflète que le 
niveau d'ordonnancement du champ et atteint la valeur maximale 
de (16.90) dans un champ homogène. 

Le rayonnement de freinage n'est polarisé que dans le cas où la 
fonction de distribution des électrons (ou, en toute rigueur, la fonc- 
tion de distribution de la vitesse relative des particules en collision) 
est anisotrope. Par exemple, une polarisation du rayonnement de 
freinage apparaît en présence du flux dirigé des électrons diffusés 
dans un plasma froid. Dans les conditions cosmiques, si on ne parle 
pas du Soleil et de certaines régions stationnaires, il n’y a pas de 
raisons spéciales de prévoir dans la distribution des électrons sui- 
vant les vitesses une anisotropie tant soit peu forte (cf. chapitre 15; 
qui plus est, en présence des collisions la relaxation de la distribu- 
tion anisotrope des électrons suivant les vitesses, c.-à-d. leur isotro- 
pisation, sera encore plus rapide que dans le cas sans collisions). 
Dans la diffusion du rayonnement électromagnétique sur les par- 
ticules, le degré de polarisation peut en principe être élevé. Ceci est 
bien connu, par exemple, pour la diffusion de la lumière dans les gaz 
ou le plasma (cf. chapitre 14). Pourtant, dans le cas de la diffusion 
des photons mous, non polarisés, sur les électrons relativistes avec 
production des photons durs (rayons X et gamma), le degré de pola- 
risation de ces derniers est de l’ordre de (mc?/E)°, c.-à-d. très faible. 

Pour tous les autres mécanismes du rayonnement sauf le rayon- 
nement synchrotron et synchrotron Compton (cf. fin du chapitre 15) 
on n’a pas non plus à s'attendre, dans les conditions cosmiques, à 
la découverte d’une polarisation perceptible. Par là même, la dé- 
couverte de la polarisation du rayonnement X et gamma cosmiques, 
comme dans le cas du rayonnement radio cosmique, autorise à penser 
que le rayonnement correspondant est de nature synchrotron ou 
synchrotron Compton. En particulier, la nature synchrotron (et non 
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de freinage) du rayonnement X de la Nébuleuse du Crabe n'a été 
définitivement établie que par l'observation de la polarisation du 
rayonnement À. 

Si la découverte de la polarisation du rayonnement X témoigne 
de sa nature synchrotron, la réciproque, bien entendu, ne sera pas 
vraie: il suffit de dire que, dans le champ magnétique chaotique, 
le rayonnement synchrotron n'est pas polarisé *). Ainsi, établir 
la nature du rayonnement X cosmique n’est pas si facile. Le critère 
essentiel, outre la polarisation, est la forme du spectre. Celui du 
rayonnement de freinage d’un plasma chaud et exponentiel (cf., 
par exemple, (16.24); de plus, dans le cas du plasma chaud, on peut 
observer en principe des raies du rayonnement X caractéristique 
des éléments lourds (en premier lieu du fer). Le rayonnement X Com- 
ton est produit par les électrons relativistes dont le spectre est ordi- 
nairement un spectre puissance (16.76) à exposant y; de plus, pour 
le rayonnement X, J,(Ey)a ET, B—1,/,(y +1) (cf. (16.78) 
et /,(Ey) © E5%, œ ="/(y — 1). D'autre part, pour un objet 
connu donné, les électrons relativistes peuvent produire également 
un rayonnement synchrotron, dont le spectre permet de déterminer y 
(rappelons encore une fois que pour le rayonnement synchrotron, 
comme pour le rayonnement Compton, J (y) © v®, a = !/,(y — 1), 
cf. chapitre 5). Dans cette voie, comme nous l’avons déjà dit, le 
champ du rayonnement, siège de la diffusion Compton, étant connu, 
on peut également trouver un champ magnétique dans la même 
région émettrice. Malheureusement, en pratique cela n’est pas aussi 
simple : tout d'abord, il faut constater que les spectres puissance ne le 
sont pas d’une façon rigoureuse et les mêmes électrons relativistes 
produisent le rayonnement synchrotron et Compton d’une & donné 
seulement dans les plages des fréquences Av limitées, inconnues à 
l'avance (gammes radio et X). Pour autant, les grands progrès à 
venir pourraient être enregistrés précisément dans la voie des explo- 
rations complexes de la gamme la plus large des fréquences (radio, 
optique, X) combinées aux mesures polarimétriques, ainsi qu'aux 
mesures à pouvoir de résolution angulaire élevé. Cette dernière exi- 
gence est due au fait que le faible pouvoir de résolution angulaire, 
actuellement caractéristique de la plupart des observations astro- 
nomiques des rayons X, non seulement ne permet pas d’élucider la 
structure des sources discrètes des rayons X, mais encore empêche 
de mettre en lumière la nature pour le moment obscure du fond X 
qui peut être produit partiellement (et, en principe, presque complèé- 
tement) par un ensemble des sources discrètes, non résolues. 


*) 11 faut en outre avoir en vue que les mesures polarimétriques dans le 
domaine des rayons X. surtout dans les conditions du En de polarisation 
peu élevé et pour les flux du rayonnement X cosmique relativement faibles, 
sont très difficiles à réaliser et pratiquement ne se font presque pas. 
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L'état actuel de l'astronomie X qui dès à présent connaît des 
succès brillants (découverte des sources puissantes de rayons X: 
« étoiles X », y compris les pulsars, etc.), mais qui dans l’ensemble 
vit encore le stade de devenir et d’essor rapide, rend particulière- 
ment inutile la discussion des données d'observation dans le cadre 
du présent ouvrage [206, 214]. C'est pourquoi nous terminerons ce 
chapitre seulement par quelques remarques faites à titre d’orienta- 
tion. 

Les sources des rayons X observées (étoiles X) appartiennent à 
plusieurs types. Au sein de la Galaxie, elles sont de deux espèces : 
les enveloppes des supernovae (au fond, ce sont des sources étendues) 
et les étoiles X au sens propre du mot, sources brillantes dans la 
gamme des X et pratiquement ponctuelles. Dans la plupart des cas, 
et peut-être presque toujours, ces dernières font partie des systèmes 
d’étoiles doubles; on y rapporte les pulsars X et les fluctuars (ces 
derniers sont peut être ce qu’on appelle trous noirs) ; l'exception est 
faite par le pulsar NP 0532 de la Nébuleuse du Crabe qui est une 
source X ponctuelle (étoile à neutrons et sa magnétosphère) qui ne 
fait pas partie d’un système double. Le rayonnement X des envelop- 
pes des supernovae est soit un rayonnement synchrotron (Nébuleuse 
du Crabe), soit surtout un rayonnement de freinage du plasma chaud 
(température caractéristique 105 à 10% °K, à laquelle correspond 
l'énergie moyenne des particules de 10° à 104 eV). L'existence des 
sources X puissantes, dans les systèmes doubles serrés, est parfaite- 
ment claire : ce sont des cas d’une accrétion intense, c.-à-d. de l’écou- 
lement du plasma de l’étoile plus légère à l’étoile plus lourde. Dans 
ces conditions, surtout dans le cas d’une étoile compacte (naine blan- 
che, étoile à neutrons), les flux de plasma en s’approchant de sa pho- 
tosphère acquièrent une grande vitesse; leur freinage (leur « chute » 
sur l'étoile) fait que le plasma s’échauffe fortement (7 — 10° à 
10° °K). Si le champ magnétique de l'étoile est assez fort, il peut 
s'avérer que le rayonnement synchrotron est tout aussi important 
que le rayonnement de freinage. 

La puissance (la luminosité X) des sources X galactiques Lx 
atteint 1037-1058 erg/s *), ce qui est de 4 à 5 ordres supérieur à la lu- 
minosité totale du Soleil Los = 3,86-10% erg/s. Pour Lx — 
— 1058 erg/s et un rayonnement isotrope, le flux de rayons X frap- 
pant la Terre est égal à 


ue Lx Lx/1038 1 eTg 
Dx= Re TRE oi eme (16.91) 


où À (pc) est la distance à la source en parsecs. 
*) Assurément, sous ce rapport notre Galaxie ne fait pas exception. Des 


sources analogues sont déjà découvertes dans les Nuages de Magellan et existent 
évidemment dans d’autres galaxies. 
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En accord avec cette estimation pour la Nébuleuse du Crabe 
(R = 2000 pc) dans toute la gamme X, Dx = 2-10-7 erg/cm°:s 
(le flux des photons d’énergie 2 à 10 keV est Fx = 2 photons/cm°:.s). 
A titre de comparaison notons qu’un corps noir de température T' 
(en degrés) émet par unité de surface un flux 


Do=oTt, 0% —5,67.1075 — TE 


6036? 2. -d sc ? 
c . cm?-s-degrés (16.92) 


où © (R) est le flux émis par une sphère noire de rayon r, observée 
à la distance À. 
Le flux du rayonnement solaire qui frappe la Terre est 


(R &1,5-105 cm, L:= 4nr° 50 ;, T ; & 5700 °K), mais le rayonne- 
ment se concentre dans la partie optique du spectre. Le flux des 
rayons X du Soleil calme est égal à D, x; — 107-105 erg/cm°.s 
et seulement pendant des explosions puissantes, il atteint une valeur 
de De. x — 1 erg/cm*:s. Il s'ensuit que le rayonnement X de l'étoile 
la plus proche (AR — 4-10!8 cm), si elle émet comme le Soleil, sera 
très faible: OX — 1074 © x < 1071 erg/em°.s. C'est justement 
pourquoi la découverte, en 1962, d’une «étoile» X brillante dans 
le Scorpion (Sco XR-1) telle que Dx — 107$ erg/cm°:s a fait sen- 
sation. Puisque Sco XR-1 se trouve à la distance R < 500 pc, sa 
luminosité X totale ne dépasse probablement pas celle de la Nébuleuse 
du Crabe.et peut-être lui est d’un ordre inférieure. Bien entendu. 
une grande luminosité X est liée à une énergie relativement élevée 
des électrons et, notamment, aux sources thermiques à des tempé- 
ratures élevées. Ainsi, une étoile de mêmes dimensions que le Soleil 
de température superficielle T7 = 6-106 °K aurait la luminosité 
formidable de Lx = 3-10*5 erg/s et encore à peu près dans la gamme 
des rayons X (le maximum d'intensité, dans le spectre du corps noir, 
__ Re 3107 : 

= Lo T © TER) 

Une étoile ordinaire ne peut avoir une température aussi élevée 
(il s’agit de la photosphère qui émet à peu près comme un corps noir) 
du fait d’une perte d'énergie par rayonnement pratiquement trop 
grande. impossible à restituer. Pour une étoile à neutrons de rayon 
r= 1-105cm — 10 r;,, pour T = 6.106 °K déjà Lx — 3-10%5 erg/s, 
ce qui pour quelque temps est admissible. Pour ce qui est des sources 
thermiques moins compactes, elles sont « minces », ou comme on 
dit. « optiquement minces », mais nous évitons d'employer ce terme 
parce que, pour la gamme des ondes X, il peut prêter à confusion. 


21—0406 


tombe sur la longueur d'onde À, 
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Si pour cette raison on utilise les formules (16.36) et (16.37), on voit 
aisément que pour 7 = 6-106 °K, la luminosité Lx — 1058 erg/s 
sera celle, par exemple, d’un nuage de plasma de volume V — 
= 10% cm° de masse relativement petite M — 10% g — 10-! M; 
(la masse du Soleil M4 = 2-10% g); de plus, la concentration des 


électrons dans ce nuage N = V N°? — 1016 cm”. 

Les sources X discrètes extragalactiques sont des galaxies (en 
particulier, des radiogalaxies), des quasars et des amas des galaxies. 
La luminosité X d’une galaxie normale (y compris de notre Galaxie) 
ne dépasse pas 10%2-10*° erg/s. C'est pourquoi le flux issu d’une telle 
galaxie se trouvant à la distance RÀ — 107 pc (distance à la radioga- 
Jaxie Vierge À = NGC 4486 =: 87) serait DK — 10-12-1015 erg/cm°:s 
(cf. (16.91). Or, la radiogalaxie M 87 émet un rayonnement X sen- 
siblement plus puissant, de façon que pour elle Lx = 10%3-10** erg/s. 
Tant dans ce cas que dans celui d’autres sources puissantes de rayons 
X : galaxies, quasars et amas de galaxies, le rayonnement ne se 
ramène pas évidemment à l’ensemble du rayonnement des « étoiles 
X »; il est produit également par les électrons relativistes (mécanis- 
mes synchrotron et Compton) et par le plasma chaud (mécanisme de 
rayonnement de freinage) qui remplissent la galaxie, l’amas ou la 
« couronne » du quasar. 

En principe tout est particulièrement « simple » dans le cas du 
plasma chaud d’une source étendue du type de l’amas des galaxies. 
Par exemple, à la température T — 6-105 °K, le plasma de volume 
V = 3.107 cm* a une luminosité L, — 10%* erg/s pour N = 10-“ cm”, 
à quoi correspond la masse M — 2-107% NV = 105 M,;; pour un 
amas de galaxies, une telle masse est encore admissible. Mais déja 
cet exemple montre qu’il n'est pas aisé d'expliquer les luminosités 
formidables des sources puissantes de rayons X extragalactiques, 
ou pour être plus exact, une telle explication impose des hypothèses 
très poussées qui doivent être vérifiées, et peuvent l'être en principe, 
par tout une série de méthodes. 

Tout ceci montre d'autre part la valeur potentielle exceptionnelle 
de l'astronomie des rayons X, par exemple pour l'étude du plasma 
chaud dans l’espace (cf. également [214a)). 

Outre les sources discrètes, on observe un fond constitué de rayons 
X, c.-à-d. un rayonnement qui vient de toutes les directions et qui 
dans la sphère céleste n’a aucune structure « granulée » tant soit 
peu exprimée. Il n’est pas exclu non plus que ce fond est lié en partie 
ou complètement à l’ensemble des sources discrètes inséparables par 
les moyens actuels. Par ailleurs, il est peut-être possible et même 
probable, qu’un fond de rayons X (vrai) se forme dans l’espace inter- 
stellaire et surtout intergalactique. Ce fond serait produit par le 
rayonnement de freinage du gaz chaud intergalactique et (ou) la 
diffusion Compton des électrons relativistes sur le rayonnement ther- 
mique cosmologique (dans l’espace intergalactique), et dans la Gala- 
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xie, de plus sur le rayonnement d’une autre nature (on a en vue, 
notamment, la diffusion Compton sur les photons infrarouges et 
optiques). 

Le spectre du fond X (dans le domaine des énergies Ex >> 1 KeV, 
à << 10 À), de même que celui des sources discrètes, est décroissant ; 
son intensité diminue avec l'augmentation de l'énergie des photons 
Ex = hvx. La forme du spectre n'est pas encore établie sûrement, 
mais nous donnerons à titre d'exemple le spectre suivant (20 < 
<< Ex << 1000 KeV) *) 


Jx (Ex) = 95 (Ëy 


—-2 photons 
TE) cm.s.sr.KeV? (16.93) 


où l'énergie des photons se mesure en KeV (au fond, ceci est traduit 
par la forme de l'écriture, mais nous le répétons pour éliminer toute 
confusion). 

Dans la littérature, on discute beaucoup, sans avoir encore trouvé 
une solution, de la forme du spectre pour Ex << 20-40 KeV ; ainsi, 
on a évoqué l'existence pour Ex + 40 KeV d'une « brisure » dans 
le spectre, alors que le spectre lui-même, dans l'intervalle 0,2 < 
<< Ex << 20 KeV, se présenterait sous la forme 


Jx (Ex) = 15 (E/1 KeV)-!® photons/cm?:s:sr.KeV. 
Voici une autre approximation du spectre (cf. [214]): 
Jx (Ex) = 12,4 (Ex/1 KeV-—1.740.2, 
1<Ex< 40 KeV, 
Jx (Ex) = 20 (£E/KeV)-? photons/cm°-s:sr-KeV, 
Ex > 60 KeV. 


Le mécanisme qui fait apparaitre le fond de rayons X n’est pas 
encore clair, quant aux possibilités qui se présentent, nous les avons 
déjà examinées. 

L'astronomie des rayons X, c.-à-d. l'étude du rayonnement X 
cosmique et la comparaison des données correspondantes avec la 
théorie et avec toute autre information. astronomique ouvre devant 
l'astronomie dans son ensemble des horizons exceptionnels et pré- 
sente des possibilités très importantes de l’étude du plasma cosmi- 
que chaud et des électrons cosmiques relativistes. L'intérêt de cette 
méthode est difficile à surestimer. 


*) Ici on a évidemment pénétré dans le domaine des ondes gamma molles 
et avec la même raison on peut au lieu de J'y (Ex) ) écrire J,, (E,). Constatons 
que, dans la littérature, certe, intensité différentielle suivant'le nombre de pho- 
tons est également notée dN/dE, N (E), etc. 
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ASTRONOMIE DES RAYONS GAMMA 


Rayonnement gamma produit par la composante protono-nucléaire des rayons 
cosmiques. Eremple des Nuages de Magellan et de la partie centrale de la Galaxie. 
Absorption des rayons X et gamma 


Deux mécanismes importants du rayonnement gamma, à savoir, 
le rayonnement de freinage et l'effet Compton, ont été examinés 
au chapitre 16. Il en est de même du mécanisme synchrotron 
dont l'intérêt est moindre pour le cas des rayons gamma, du fait 
que pratiquement il ne peut prendre de l'importance que dans les 
régions à champ très fort, par exemple, au voisinage des pulsars. 
Pour ce qui est du rayonnement de freinage des électrons relativistes, 
et surtout de leur diffusion Compton, leur contribution peut être 
sensible et même jouer un rôle déterminant dans toute la gamme des 
ondes gamma. Par exemple, dans la diffusion sur des photons opti- 
ques (Epn — 4 eV), le domaine classique (16.66) s'étend jusqu'aux 
énergies des électrons £ — 5-10 eV, alors que les photons produits 
dans ces conditions ont une énergie E, — E€pn (E/mc°)* < 10! eV 
(cf. (16.69). Quant au domaine des énergies des électrons encore 
plus grandes, surtout dans le domaine quantique (16.71), l'énergie 
des photons Compton E, — E. Par ailleurs, aux hautes énergies, 
en vertu de grandes pertes, les « conditions d’existence » des élec- 
trons sont moins favorables que celles des protons et des noyaux. 
De plus, l'accélération des électrons dans l’espace est moins efficace 
que celle des protons. et en tout cas, dans la Galaxie, l'intensité de la 
composante électronique est de deux ordres inférieure à celle de la 
composante protonique (cf. chapitre 15). C'est pourquoi on est auto- 
risé d'admettre qu'avec l'augmentation de l'énergie et, peut-être, 
même déja pour £ >> 50 MeV (cf. plus loin), le rayonnement gamma 
cosmique soit engendré essentiellement par la composante protono- 
aucléaire des rayons cosmiques. Rien n'est encore clair ici sur le 
plan expérimental, et en général, dans le domaine des observations, 
l'astronomie des rayons gamma n'est qu'à ses premiers pas (pour 
le tour d'horizon des données disponibles, cf. (205, 206, 214. 215). 

Tous les mécanismes du rayonnement gamma cosmique pré- 
sentent de l'intérêt dans tous les domaines d'énergie; le but que 
poursuit cette affirmation bien triviale est seulement celui de 
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dégager une possibilité d’une importance et d’un intérêt parti- 
culiers. D’après nous, la possibilité la plus importante est celle d'ob- 
tenir par la méthode de l'astronomie gamma des renseignements 
sûrs sur la composante protono-nucléaire des rayons cosmiques loin 
de la Terre. Nous avons déjà souligné aux chapitres 5 et 15 que l’ab- 
sence de l'information immédiate dans ce domaine crée les diffi- 
cultés de principe dans le développement de l’astronomie des rayons 
cosmiques (il s'agit d'établir la valeur inconnue jusqu’à présent 
des coefficients x, = wr.c. /W, et x4x = WnlWre. (Cf. (15.16)). 

Considérons cette question plus en détail sans craindre les répé- 
titions. Utilisons aussi les données d’observation qui seront sans 
doute précisées lorsque paraîtra le présent ouvrage. Notre but n’est 
pourtant pas tant de communiquer des résultats concrets que d'’il- 
lustrer le caractere des estimations et des arguments employés en 
astrophysique des hautes énergies. 

Les protons et les noyaux qui font partie des rayons cosmiques 
entrent en collision avec les protons et les noyaux du gaz intergalac- 
tique et interstellaire. En particulier, ces collisions donnent nais- 
sance aux mésons x° et hypérons Z° qui se décomposent rapidement 
avec production des rayons gamma. La désintégration d’un méson 
n° avec une probabilité de 98,8 % (c.-à-d. que pratiquement elle 
a toujours lieu) marche suivant le processus n° —> 2, dont il s'ensuit 
que l'énergie des rayons gamma fournie par la décomposition d’un 
méson n° au repos vaut E, = !/,;mc° — 67,5 MeV; la durée de 
vie moyenne d’un méson x° est de 0,84-107:6 s. Un hypéron XZ° 
se décompose (avec en fait une probabilité de 100 %) suivant le 
processus Z° > À + y, son énergie est E.,Æ 77 MeV, la durée 
moyenne de sa vie est inférieure à 10-1*s. Outre la production directe 
des mésons x° lors des collisions nucléaires, ils sont également pro- 
duits par la désintégration des mésons et des hypérons de toute sorte 
(Ki nt + n°. An + n°, etc.), dont il résulte encore une émis- 
sion des rayons gamma. La probabilité et la cinétique de toutes les 
réactions importantes sont assez bien connues [205, 207], ce qui 
permet de calculer le spectre des rayons gamma avec une précision 
suffisante pour les applications astrophysiques discutées. Ce qui 
importe encore, c’est que le flux des rayons gamma cosmiques est 
produit certes non pas par des particules monoénergétiques, mais 
par des rayons cosmiques d’une certaine intensité J.. (E) isotropes 
suivant la direction. C’est pourquoi on observe la mise en moyenne 
par rapport au spectre et, notamment, l'intensité des rayons gamma 
d'énergie Æ£, est égale à 


J, = #4 | G(Ey, E) Jr. e.(E)dE, (17.1) 
Ÿ 
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où o est la section efficace correspondante mise en moyenne compte 

tenu de la composition chimique des rayons cosmiques et du gaz 

(on tient également compte du fait que la désintégration du méson 
L 


x® donne naissance à deux photons), et V(L) — | N (R) dR est 


Ô 
le nombre de particules dans le gaz le long du rayon visuel (dans 
l'expression (17.1) qui coïncide avec (16.11), ainsi que dans les for- 
mules ci-dessous, l'intensité J,.. est considérée comme indépendante 
des coordonnées). L'intensité intégrale est 


J(>En= | J,(E) dE. 
E, 
Pour un flux de rayons gamma issus d’une source discrète, on a 


1 V 
FœE)= (TE) der Moro à 
Q 


_ 5108 (0Jr. c.) M photons 

Bi ms » (17.2) 
où (2 est l’angle solide; À, la distance à la source (en cm); V (V) = 
— NV, le nombre de particules (noyaux) de la source (Ÿ, le volume; 
N, la concentration moyenne du gaz) et M — 2.10-%* N (V), la 
masse du gaz de la source en grammes (on admet que la composition 
chimique de la source correspond à la répartition moyenne des élé- 
ments et c'est pourquoi, surtout pour évaluer les noyaux de He, on 
‘adopte pour la masse d’un noyau «moyen» de gaz la valeur 2 -10*"g). 
Pour le spectre des rayons cosmiques au voisinage de la Terre 
(intensité J,6.0 (E) = J,(E)) la valeur 6J(> E,) = 


= Î | 6 (E,, E)J,.0 (E)dE dE, est donnée sur la figure 17.1 tirée 
E,E=E, 

de [205]. Dans ce qui suit, nous utiliserons la valeur oJ,(E,) > 

> 100 MeV) = 10-*%6 s-!.sr-l et, par conséquent, 


F3(E,> 100 MeV) = MT Er. e.t0) 


- 9:10"3M (w,. <./w0) photons (17. 3) 


R3 cms ? 
où w.. est la densité de l'énergie des rayons cosmiques dans la 
source sous l'hypothèse que la forme de leur spectre est la même 
qu'au voisinage de la Terre (c'est pourquoi w,./w0 = J,c/J,c.o: 
où W:6.0 = Lo 107% erg/cm* est la densité de l’énergie des rayons 
cosmiques près de la Terre; cf. (15.9). Dans les limites de notre 
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approximation pour les sources du type de la Galaxie où domine 
l'hydrogène atomique non ionisé, M = 1,2 Mur, où Mur est la 
masse de l'hydrogène neutre ; la précision des calculs peut être amé- 
liorée du fait que les données sur la raie d’hydrogène (À — 21 cm) 
permettent tout de suite d'obtenir le rapport Mux/R?. Dans ce qui 
suit nous éviterons de faire de telles mises au point qui pour le mo- 
ment ne correspondent pas encore aux connaissances disponibles. 

Remarquons enfin que le spectre des rayons gamma d'origine 
nucléaire dont il est question se concentre essentiellement pour des 
raisons bien claires dans le domaine des énergies Æ, >: 50-100 MeV 
(bien entendu, le redshift n'est pas pris en considération, et nous 
avons donc en vue des sources pas trop éloignées). Ce qui vient 
d’être dit est visualisé par la figure 17.1 et illustré par l'exemple 
tiré de [216]: pour les rayons gamma résultant de la décomposition 
des mésons n° on a la relation 


Fy(E,2> 50 MeV)—F,(E,> 100 MeV) 0 42 
E— F,(Ey> 100 MeV) 


Par ailleurs, pour les électrons relativistes de spectre J,(E) — 
— K,E”°, dans le cas des rayons gamma de freinage E — 2,03 
et pour les rayons gamma d'origine synchrotron ou émis par la dif- 
fusion Compton inverse, £ = 0,74. Ainsi, les mesures spectrales du 
flux gamma permettent en principe d'établir avec une facilité rela- 
tive leur nature « nucléaire ». Si cela a été fait, les mesures du flux 
F, (E, > 100 MeV) ou de l'intensité correspondante J, nous four- 
nissent tout de suite le rapport w,../w, pour la source, c.-à-d. le 
paramètre principal qui nous manquait jusqu'ici. On avance, cer- 
tes, l’hypothèse sur l'identité des spectres de la source et au voi- 
sinage de la Terre. Il existe des raisons qui étayent cette hypothèse 
et, d'autre part, dans les conditions réelles, elle ne peut probable- 
ment qu'amener un coefficient numérique de l'ordre de l'unité. 
En tout cas, si l’on obtenait de cette façon la densité de l'énergie 
ou l'énergie totale W,, = w,..V des rayons cosmiques dans les 
sources, ce serait effectuer un pas de principe dans la progression. 

Ce qui vient d’être dit peut être concrétisé sur l'exemple des 
Nuages de Magellan et de la partie centrale de la Galaxie. 

L'étude des Nuages de Magellan présente certainement de l’inté- 
rêt par elle-même. Pourtant, cet exemple est encore plus important 
si l’on veut répondre à la question : comment établir la justification 
la plus probante des modèles métagalactiques de l’origine des rayons 
cosmiques ? À cet effet il suffit, comme nous l'avons dit au chapitre 15, 
de déterminer la densité de l'énergie des rayons cosmiques ww 
dans la région circumgalactique. S'il s'avère que wmg < Wrec.G. — 
10713 erg/cm”, alors les modèles métagalactiques devront être 
rejetés. La meilleure des voies connues pour résoudre ce problème 
est justement la mesure du flux des rayons gamma issus des Nuages 


424 CHAPITRE 17 


de Magellan. Pour ces Nuages (Grand Nuage: GNM; petit Nuage: 
PNM), la distance jusqu’au Soleil et la masse de l'hydrogène neutre 
valent respectivement 


R (GNM) = 55 kpc; R (PNM) = 63 kpc; 
Mui (GNM) = 1,110 g; Mur (PNM) = 0,8-102 g. 
C’est pourquoi d’après (17.3), pour w,. = w9, On a 
Fy, «nu (E, > 100 MeV) = 2-1077 photons/cm°:-s; 
Fy, px (£, > 100 MeV) = 1:1077 photons/cm°:s | (7 


Comme nous l’avons déjà dit, le calcul de ces flux peut être 
encore plus précis. Ce qui importe ici réside ailleurs: dans tous les 
modèles métagalactiques connus, les flux (17.4) s’obtiennent immé- 
diatement, car dans ces modèles le rôle des sources propres des rayons 
cosmiques des Nuages de Magellan, de même que de la Galaxie, n'est 
pas grand, c'est pourquoi mg © Wrec.G À WGNM © Wpnm. Par 
contre, il n'y a aucune raison de s'attendre qu’une telle égalité 
serait observée dans les modèles galactiques. Même si l’activité des 
sources des rayons cosmiques est identique, il est très probable que 
Wr.e.G > WGNM > Wpnm du fait des dimensions plus petites des 
Nuages et, respectivement, de la fuite plus rapide des rayons cos- 
miques à partir de ces Nuages. 

Ainsi, pour réfuter résolument les modèles métagalactiques d'’ori- 
gine des rayons cosmiques *) il suffirait d'établir que pour les 
deux Nuages pris ensemble, F;,, xx (£, > 100 MeV) < 3.10” 
photons/cm°-s ou F;, pxu< ‘/,F%, cm. En mettant au point les calculs, 
le symbole « négligeable » peut être remplacé par le symbole « infé- 
rieur ». Ce qui importe dans ces conditions, c'est que tout apport 
des rayons gamma dans le flux associé aux électrons relativistes n’amé- 
nerait que l'augmentation des flux F, et n’exercerait aucune influ- 
ence sur l'interprétation donnée, par exemple sur celle du résultat 
F, nu (E, > 100 MeV) < 3-1077 photons/cm°-s. Disons que ce 
résultat est négatif et constatons qu'il existe, comme il arrive sou- 
vent, une certaine asymétrie dans l'interprétation des résultats posi- 
tifs et négatifs de l’expérience. Ainsi, si les mesures des rayons gamma 
issus des Nuages de Magellan témoignaient de la présence d’un flux 
perceptible F., nu > 3-107° photon/cm°-s (nous convenons de dire 
que ce résultat est positif), nous n'’aurions pas encore la preuve de 
la validité des modèles métagalactiques, du fait qu'un tel flux 


*) Ce qui importe ici c'est qu'il s'agitide tous les modèles connus, alors 
que les mesures du fond isotrope des rayons gamma produits dans l'espace 
intergalactique (cf. [39, 205-207, 215]) peuvent désavouer seulement ceux des 
modeles, où les rayons cosmiques couvrent une très grande région, en particulier, 
tout l’espace métagalactique (de plus, la densité du gaz intergalactique n’est 
pas encore établie). 
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pourrait en principe être produit également par les rayons cosmiques 
(ainsi que par les électrons relativistes) accélérés dans les Nuages 
eux-mêmes. Malheureusement la mesure du flux gamma émis pour 
les Nuages de Magellan est un problème ardu et sa résolution est 
encore à venir. Il est bien plus simple et tout aussi intéressant d’ex- 
plorer le rayonnement gamma en provenance de la région centrale 
de la Galaxie. Ce rayonnement (de Æ, => 100 MeV) a été observé, 


10725 


(Go) s-1sr-1 


10727 


10 100 1000 
Ey, MeV 


Fig. 17.1. Mise en moyenne de la valeur de 6J, (ZE) par rapport au spectre 
des rayons cosmiques galactiques, en HReROR de |” énergie des rayons gamma 
produits 


l'intensité de la source linéaire correspondante (« équivalente ») 
est de 1-2,5-10-* photon/cm°.s-rad (cf. [216, 217, 51]). Si cette 
valeur est multipliée par le pouvoir de résolution angulaire (envi- 
ron x/6), alors, pour le flux de la source galactique centrale, on ob- 
tient 


F, (E, > 100 MeV) = 3 = 10-1075 photon/cm°-s. (17.5) 
v (£y 


Ce résultat et la validité de son interprétation en tant que té- 
moignage de l'existence d'une source étendue de rayons gamma dans 
la direction du centre de la Galaxie, a été mis en doute, mais il 
est clair à présent [206, 221] que le rayonnement gamma correspon- 
dant existe réellement, bien que ses sources ne se concentrent pas 
tout près du centre galactique (ce qui a été supposé auparavant |{51, 
216, 217]). Dans ce qui suit nous admettrons que la valeur de (17.5) 
est réelle. Alors, sur la base des mesures spectrales *) de même qu'à 
partir de plusieurs considérations indirectes, il semble qu'il s'agit 
de rayons gamma produits par les rayons cosmiques (c.-à.-d. es- 


*) [216] a réalisé justement la mesure du rapport susmentionné 
F,(E,>50 MeV)—F, (E,> 100 MeV) 
Fy(Ey => 100 MeV) 
Le s'est avéré inférieur à 0,5. (216] en a tiré la conclusion que la probabilité 
u 


fait que les rayons gamma observés doivent tirer leur origine du rayonne- 
ment synchrotron Compton n'est que de 6 %. 
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sentiellement des produits de décomposition des mésons x°). Adop- 
tons cette interprétation et tirons-en quelques conclusions. 

Si l’on porte la 0 de (17.5) dans (17.3), on peut conclure que 
puisque wo = Dre. 0 —” 107}? erg/cm* et la distance de la source cen- 
trale au Soleil R — ° 40 kpc, la source galactique centrale (le symbole 
correspondant est affecté d’indice c) est le siège où se concentrent 
les rayons cosmiques d'énergie totale 


We=uwV, = 3=10.10620 310. ergs. (17.6) 


Si on n’admet pas que la source centrale est petite (dimension carac- 
téristique ZL. est de l’ordre de 300 pc ou inférieure), la concentration 
du gaz adoptée WN. ne peut être inférieure environ à l’unité (pour 
L. — 10%! cm, le volume V. — 1065 cm“ et la masse du gaz M. — 
= 2.10% NOV = 10N CM; ; pour Ne — 10 cm”* déjà M. — 107 M, 
ce qui est probablement une limite pour la région de volume retenu). 

Pour V, = 1 cm, on obtient de (17.6) l’estimation We. — 
 8-10-105% ergs, ce qui n’est que d’un ordre inférieur à l'énergie 
totale des rayons cosmiques dans la Galaxie (cf. (15.18)). D'autre 
part, c'est précisément la valeur d'ordre 1055 ergs que l’on obtient 
de l’analyse des données astronomiques qui témoignent d’une explo- 
sion du noyau galactique il y a environ 107 années. 

Si la dimension de la source centrale des rayons gamma était 
inférieure à 200-300 pc, la valeur V, > 10 cm”* ne serait pas exclue. 
Alors, certes, l'énergie diminuera CE (7. 6)), tandis qu'en général 
l’intensité des rayons cosmiques J',c.,. = J., elle, ne diminuera pas. 
Par exemple, on tire de (17.6) pour Ve. — 10 et V, — 105 


We = 3-10 105, Jufre. 0 = Welo — 3402-3105. 


11 semble très difficile de maintenir pendant 10° années les rayons 
cosmiques dans une région plus petite (par exemple, pour 7. — 
— 3.104 s, le parcours de diffusion est V2DT, — 10?! cm pour 
D = 107 cm°:s-!, ce qui correspond à une très petite valeur de 
1 — 0.03 pc pour la longueur efficace du libre parcours ? — D/v, 
v — 1019 cm/s). C’est pourquoi la valeur W. — 3.105 ergs nous pa- 
raît être minimale au possible, et plutôt W. — 3-1054 ergs. Dans ce 
cas, une source centrale jouerait un rôle important dans le bilan 
énergétique des rayons cosmiques de la Galaxie (puissance moyenne 
de l'injection U,. = WT, >: 109 ergs/s, ce qui est du même ordre 
de grandeur que la puissance totale de l'injection dans les modèles 
galactiques; cf. (15.20)). 

Si la valeur de (17.5) est vraie, le flux total issu de la source cen- 
trale est égal à #,(E, > 100 MeV) — anR°F, = 8-10-10*! pho- 
tons's, à quoi correspond la luminosité L, — EÊ »F + — 1058 ergs/s. 
Par ailleurs, toute la Galaxie, si elle était remplie uniformément 
de rayons cosmiques, émettrait #,,G (E, > 100 MeV) — 
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— 4.10$S41Mçg= 1081 photons/s, puisque la masse totale du gaz 
de la Galaxie est MG — 3-10*° g. 

Ce qui vient d'être dit ne suffit pas, puisqu'on peut, et il le faut, 
comparer les données de l’astronomie gamma avec les résultats de la 
radioastronomie. Malheureusement, les données disponibles rela- 
tives au cas de la source étendue de rayonnement radio non thermique 
de la région centrale de la Galaxie sont vieilles (cf. les références de 
{51]). D'après ces données, le flux de la source étendue de dimension 
4° X 3° (volume probable V — 10% cm) est égal à ©, — 
— 3.10-% erg/cm?.s-Hz à la fréquence v = 85,5 MHz; de plus. 
l'indice spectral & = 0,7 (y = 2x + 1 = 2,4). En portant ces para- 
mètres dans les formules (5.70), (5.71) on aboutit pour la source 
radio centrale aux valeurs (l’indice r indique qu’on a utilisé ici les 
données radio) 


Wer=rWerrg 105xn%/7x%/T ergs, H = 10"S(xnx.)”7 Oe, (17.7) 


où on admet que l'indice spectral du rayonnement radio est &« — 
= 0,7 dans la bande 1077-10? Hz; le choix de cette bande, ainsi que, 
dans certaines limites, le choix d’autres paramètres n'’influe pas 
beaucoup sur les estimations. Si maintenant on pose de même que 
pour le voisinage de la Terre x, — 100 et xx — 1, alors (pour V — 
— 105 cm“), on a 


W.r= 3.10% ergs, W.,,— 3-109 ergs, | 


H = 3-105 — 10H06, | 
Te Fe L ne 3.10711 — 30w, .. c: : (17.8) 


De, r = Te: Le 3.108 = 30, c 


Aussi grossières que soient les données initiales (et donc, dans une 
certaine mesure, les estimations), la valeur mentionnée de We, 
semble être bien inférieure à la valeur de W: — 3-10%-10% ergs 
fournie par les données sur les rayons gamma. 

Nous pourrions donner une explication assez naturelle de cette 
divergence [51], mais nous passerons outre et pour une très bonne 
raison. Les estimations précédentes sont dans telle ou telle mesure 
fondées sur l’hypothèse que les sources de rayonnement gamma d'in- 
tensité accrue, observées dans la direction du centre galactique. se 
concentrent en une région voisine du centre lui-imême. C'est 
cette interprétation précisément [51, 216, 217] qui était considérée 
comme la plus probable jusqu’aux observations rendues publiques 
en 1973-1974 [206, 221]. D'après ces dernières, le rayonnement con- 
cerné est issu non pas de la région galactique la plus centrale, mais 
d'une région très étendue entre le Soleil et le centre de la Galaxie. 
L'une des interprétations éventuelles de ces résultats consiste à dire 
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que l'intensité des rayons cosmiques (ceci peut se rapporter seule- 
ment aux particules d'énergie E — 1-10 GeV), dans la région tori- 
que à la distance entre 4 et 5 kpc du centre galactique, est d’un ordre 
supérieur à celle des rayons cosmiques au voisinage de la Terre. 
L'intensité accrue des rayons cosmiques dans la région considérée 
pourrait à son tour être impliquée à leur accélération supplémentaire 
et à leur capture dans la région correspondante [221]. Il se peut pour- 
tant que, dans la région mentionnée, l’intensité des rayons cosmi- 
ques est la même qu’au voisinage de la Terre, mais la densité du gaz 
y est sensiblement plus élevée au dépens de l'hydrogène moléculaire 
[222]. Pourtant, comme il s’agit des données et hypothèses prélimi- 
naires, il serait déplacé d'entrer dans le détail, d'autant plus que le 
but que nous nous proposons est tout autre. Nous voulons non seu- 
lement professer mais aussi illustrer par un exemple concret les 
possibilités que présente l’utilisation des données sur l'intensité 
des rayons gamma cosmiques d'énergie E, > 50 MeV produits par 
la décomposition des mésons n° et d’autres particules dont la nais- 
sance dans le gaz est due à l’action des rayons cosmiques (cf. éga- 
lement [193a)). 

Dans ce qui précède, nous avons porté notre attention surtout 
sur les rayons gamma d’origine nucléaire, c.-à-d. résultant des col- 
lisions nucléaires des rayons cosmiques. Qui plus est, dans ce cas-là 
aussi, il était seulement question des énergies E, => 50-100 MeV. 
Or, il existe certes bien d’autres possibilités. Ainsi, le domaine des 
énergies E. — 1-50 MeV est d'un grand intérêt; c’est le domaine 
auquel appartiennent les rayons gamma produits par la désintégra- 
tion des mésons n° émis par des objets à redshift z important il 
s’agit du rayonnement gamma du modèle cosmologique de Lemaître, 
de l’annihilation de la matière et de l’antimatière pour : Ÿ 1, 
etc.) *). Bien entendu, pour E, << 50 MeV, la concurrence des pro- 
cessus distincts de la décomposition des x° est bien plus importante 
que pour E, >> 50 MeV. Pour autant, il existe sans aucun doute cer- 
taines possibilités pour réaliser des mesures dans le domaine des 
énergies ÆE. — 1-50 MeY (cf. (206, 215]). On peut en dire autant 
des observations des rayons gamma d’énergie E, => 10! eV qui 
se font par réception de la lumière Tchérenkov dans l'atmosphère 
[215]. Une mention spéciale méritent les rayons gamma émis par 
les noyaux excités résultant des réactions nucléaires et le rayonne- 
ment dû à l’annihilation positron-électron (si on ne tient pas compte 
du redshift, l'énergie des rayons gamma correspondants doit se con- 
centrer au voisinage de 0,51 MeV). Nous avons déjà parlé de ces pro- 
cessus au début du chapitre 16. Le schéma du calcul des intensités 


*) Pour une source dont la distance est caractérisée par le paramètre :, 
l'énergie observée sur la Terre est Ey = Tee, où F,,, est l'énergie d'un 
photon dans la source. 
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correspondantes est décrit, par exemple, dans l’article [207] (cf. 
également [205, 206] et la bibliographie de [51, 215]). I1 est parfaite- 
ment possible que toutes ces branches de l'astronomie gamma ou 
leur majorité connaissent un essor. Cependant, il semble que de nos 
jours aucune d'entre elles n'est aussi prometteuse et aussi univer- 
selle que l’étude de la composante protono-nucléaire des rayons cos- 
miques. C’est pourquoi nous nous sommes étendus aussi longuement 
sur cette méthode sans traiter d’autres éventualités plus particu- 
lières. 

Pour conclure ce chapitre, examinons la question de l’absorption 
des rayons gamma (ainsi que partiellement des rayons X), ce problème 
ayant un caractère de principe. 

Dans le calcul du coefficient d'absorption u des rayons gamma ou 
X. il importe ordinairement d'évaluer l’atténuation du rayonnement, 
c.-à-d. prendre en considération aussi bien l'absorption que la dif- 
fusion. Par définition, la quantité u figure dans la relation *) 


= —h, u—=o", (17.9) 


où o est la section efficace totale de l'absorption et de la diffusion 
et N, la concentration des particules (atomes. électrons) responsables 
de l'absorption et de la diffusion. En approximation de l'optique 
géométrique, toujours applicable dans les cas qui nous intéressent, 
et à laquelle se rapporte l’équation donnée, on a pour l'intensité : 


J (v) = Jet et pour l'épaisseur optique: t— | u dR (ou dans 
un milieu homogène, t = ul). 

(17.9) suppose de plus que dans le rayon visuel l'émission des 
photons n'a pas lieu. Mais si cette émission est observée, l’équation 
de transfert devient 


LO on), (17.10) 


où gq (v) est le pouvoir émissif (suivant le nombre de photons) à la 
fréquence considérée v = Æ.,/h (cf. (16.7)). 

En principe, il existe de très nombreux processus apportant 
leur contribution à t; ce sont 

4. Effet photoélectrique (ionisation des atomes). 

2. Diffusion Compton. 

3. Transitions dans le spectre continu (absorption libre-libre). 

4. Transitions entre niveaux atomiques (excitation des atomes). 


‘*) Nous ne tenons pas compte ici de l'hypothèse de l'absorption ou de la 
diffusion induites; autant qu'on peut en juger. elle est justifiée pour les rayons 
uns et X, mais dans l’ensemble cette question impose une étude plus pous- 
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5. Production des paires e*, e- dans le milieu. 

6. Production des paires e*, e- sur les photons thermiques et en 
ne . « MOUS » (processus y + y” +e* < e”, où y’ est un photon 
mou). 

7. Absorption sur les noyaux (effet photoélectrique nucléaire 
et excitation des noyaux). 

8. Naissance des mésons n=+ et x° sur les protons et les noyaux. 
Naissance d’autres particules. 

Certains de ces processus ont été déjà décrits. Ainsi, le coefficient 
d'absorption des transitions libre-libre (processus 3), dans le plasma 
d'hydrogène, est défini par l'expression (16.33). L'absorption par 
transitions lié-lié (processus 4) dans la gamme des rayons X ne peut 
jouer un rôle que pour les éléments relativement lourds, pour la 
simple raison que, dans le cas des éléments légers, le potentiel d'ioni- 
sation, même à partir de la couche X, n’est pas encore grand (par 
exemple, pour les atomes de Al de Z = 18, il vaut à peu près 1500 V, 
ce qui pour le bord de la bande d’ absorption K correspond à la lon- 
gueur d'onde 8 À). La section de la diffusion Compton (processus 2) 
est donnée au chapitre 16. 

Pour de basses énergies, le rôle essentiel dans l'absorption re- 
vient à l'effet photoélectrique, puis l'énergie allant en augmentant, 
la part dominante passe à la diffusion Compton. L'étude de l'effet 
photoélectrique (processus 1) implique en général l'évaluation de la 
composition chimique du milieu et du degré de son ionisation. Nous 
ne nous attarderons pas à décrire ce processus déterminant l’absorp- 
tion des rayons X non durs (cf. [218]), mais soulignerons que l'étude 
détaillée de l’absorption des rayons X mous des milieux interstel- 
laire et intergalactique est d’un intérêt exceptionnel. C'est cette 
étude précisément qui permettra peut-être d'obtenir des renseigne- 
ments précieux sur la concentration, la composition et le degré 
d’ionisation du gaz dans les régions dont on sait très peu actuelle- 
ment (surtout dans le milieu intergalactique). Mais c'est une ques- 
tion à part et nous n'avons pas le moyen de la mettre ici suffisam- 
ment en lumière. 

A mesure que l’énergie croît, l’absorption par effet photoëlectrique 
diminue, et dans l'air, aux énergies E, Æ 25 KekR, la contribution 
de la diffusion Compton s'égalise avec celle de l'effet photoélectrique. 
Pour £., — 50 KeV, la photoabsorption est déjà cinq fois plus faible 
que celle par effet Compton. Ainsi, pour les rayons X de £, > 50 Ke\ 
et jusqu'aux énergies 2 mc° — 1 MeV, lorsque commencent à appa- 
raître les paires e*, e”, il ne faut tenir compte que de la diffusion 
Compton. Pour E, = hv < mc? = 5-10 eV, si l’on ne tient pas 
compte d’autres processus, la section totale de la diffusion oc qui 
figure dans (17.9) est égale à la section Thomson 0-7 = 8/3n (e*/mc°)? — 
— 6,65-10-2 cm°. L'augmentation de la fréquence s'accompagne 
de la diminution de la section, mais pour hkv = mc*, oc est égale encore 
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à 0,4307. Ainsi, avec une précision « astrophysique » habituelle 
(mais qui ne s'obtient pas toujours) on peut admettre que oc — 07 
pour toutes les énergies des rayons gamma E, & 1 MeV. Avec E, S 
S mc, il faut appliquer la formule (16.72) et, par exemple, pour 
y = 10% mc? — 5.108 eV, on a oc = 3-10-%07. Des formules plus 
détaillées, ainsi que le tableau des valeurs de oc, sont donnés au $ 36 
de [1]. Notons encore que pour évaluer la diffusion Compton, dans 
(17.9) il faut entendre par N la concentration totale des électrons 
dans le milieu. Si l’on pose o = oc = cr, alors, dans le milieu in- 
terstellaire (VW est la concentration totale de tous les électrons). 


uc = Or N = 6,65.10-*#N = 0,4 cm‘/g. (17.11) 


Dans le milieu interstellaire, l'apport de la diffusion Compton à u 
est dominant dans le domaine des énergies E, << 10% eV. Dans le 
domaine E, > 10$ eV, l'absorption des rayons gamma incombe à la 
production des paires (processus 5). Dans le gaz neutre, dans le do- 
maine des énergies Æ, >> 10% eV, les paires sont produites en pre- 
mière approximation dans les conditions d'un effet d'écran total. 
La valeur correspondante du coefficient d'absorption dans le milieu 
interstellaire est 


Lpaires = 4,2-10-2 cm?/g = 2.10-% N,cm!;  (17.12} 


on a utilisé ici la valeur de l'unité de longueur t égale à 66 g/cm° 
(cf. chapitre 16); N, est la concentration des atomes. Dans le plasma 
(gaz complètement ionisé), le cas qui nous intéresse permet de né- 
gliger l'effet d'écran et 


_4eZ(2+1) & \2 7, 2Ey 10991 _ 
bre AE (Er {7 ne — 1) 
E 
= 3,6-1072 (In —1,9) Me em — 
E; 
= 2,1-107 (in — —1,9) cm?/g, (17.13) 


où les valeurs numériques sont données pour l'hydrogène (Z = 1). 
Nous nous bornons ici seulement à indiquer les résultats, puisque 
le rôle de l'effet d'écran a été déjà discuté au chapitre 16 (pour plus 
de détails sur la production des paires cf. (1, 3]). Les valeurs de (17.12) 
et (17.13) coïncident à peu près avec E, — 10° eV. 

L'’« absorption » Compton (17.11) est sensiblement plus forte 
que l'absorption par production des paires (au moins tant que 
In (£E.,/mc°) < 100). Pourtant, comme nous l’avons souligné, ce coeffi- 
cient se rapporte seulement au domaine des énergies £, << 10% eV. Les 
coefficients uc — ocV et VMpaires S'égalisent pour £, — 10 eV. 
Déjà pour £Æ,—5:10$% eV, le coefficient puce — 2-10"? N — 
0,1 Lipaires (CË. (17.12)). 
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Dans la direction du centre de la Galaxie W (L) = NL — 
= 3.10% cm? et la masse correspondante du gaz M (L) — 
— 2.10-% N (L) = 6-10-? g/cm’; dans la Métagalaxie M (L) — 
= 0.1 g/em* (pour L = Run = 10% cm). C'est pourquoi (17.12) 
rend tout de suite clair que, dans les conditions discutées, l’ab- 
sorption des rayons gamma (pour £; > 10% eV) est faible ; par exem- 
ple, pour M (L) — 0,1 g/cem*°, l'épaisseur optique + — 10% cm et 
le facteur e* = 1 — + peut être considéré à 0,1 % près égal à l'unité. 
Cette conclusion reste également vraie pour l'évaluation de l’absorp- 
tion des rayons gamma sur les noyaux (processus 7). 

Il faut examiner spécialement le processus 6: l'absorption des 
rayons gamma associée à la production des paires e*, e” sur les pho- 
tons thermiques [219]. Dans un système de coordonnées où l'im- 
pulsion totale de deux photons est nulle, la naissance des paires 
commence avec l'énergie E; = mc°. Dans un système du laboratoire 
qui comporte un photon gamma d'énergie Æ, et un photon thermique 
d'énergie Eph, au seuil de la production correspond l'énergie *) 


mci à s [{ Mc 

E,o= (2) me 5.40 (= ) ev. (17.14) 
Pour les photons optiques Ep — 1 eV et E,, , — 2-10 eV; pour 
les photons du fond métagalactique cosmologique de température 
T = 3K, l'énergie moyenne Epn — 10% eV (pour le rayonnement 
thermique, Erh = 2,7 XT) et E,, , — 2-10 eV. Ce n'est que dans 
le cas de la naissance des paires sur les photons X de €pn — 10%-10* eV, 
que l'énergie £, 0 — 107-108 eV et l'absorption correspondante peut 
être importante pour les rayons gamma relativement peu durs. 
Pourtant, en moyenne dans la Galaxie et la Métagalaxie, la densité 
de l'énergie du rayonnement X est très faible (dans la Galaxie, 


Uph. r 410$ eV/cm*); elle n’est importante que dans les sources 
des rayons X cosmiques. Pour les photons optiques de l’espace méta- 
galactique, la densité de l'énergie w,n, 0 — 107? eV/cm° et pour le 
rayonnement métagalactique cosmologique, win, r — 0,3 eV/cm*. 


*) Le plus simple est probablement d'obtenir ce résultat même sans recou- 
rir à la transformation d’un système de référence en un autre. En effet, au seuil 
de la naissance des paires dans un système du laboratoire, d'apres les lois de 
conservation de l'énergie et de l’impulsion, 


2mc? 2mcv 
L L V' 1—c3/ci ’ Ÿ P 4 — v3/ct à 
où v est la vitesse de la paire en formation. D'où 


mc? (1<+v/c) U __£y—€ph 


et sous la condition E,, < Epn: on est immédiatement amené à (17.14). 
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Le coefficient d'absorption conditionné par les photons optiques est 


calculé dans [219]; la valeur correspondante de pu est maximale avec 
E, = 10% eV: 


Umax — 7.10-% w,1 cm”1, (17.15) 


où whn est la densité de l'énergie du rayonnement en eV/cmÿ. Pour le 
rayonnement thermique à température 7 = 5800 °K (x7T = 0,5 eV) 
les valeurs du rapport u/whn sont données dans le tableau 17.1. 

Pour wpn — 10? eV/cm°, l'épaisseur optique tmax 7 71-1078 ZL 
et dans le rayon photométrique de la Métagalaxie Rhn — 10? cm, 
ON à Tax 7. L'absorption sur les photons du fond cosmologique 
est d’un ordre et demi encore plus élevée, mais le maximum est atteint 
seulement avec E., — 10! eV. 

Ainsi, pour les rayons gamma de très haute énergie Æ, >> 10! eV 
et surtout E, => 10 eV, l'absorption des rayons gamma par pro- 
duction des paires sur les photons thermiques (processus 6) peut être 
bien forte. Notons que les collisions des rayons cosmiques (protons 
et noyaux) d'énergie suffisamment haute avec les photons thermi- 
ques s'’accompagnent des réactions photonucléaires (processus 7). 
Pourtant, dans ce cas (dans le système du laboratoire) ces processus 
ne se rapportent pas directement au problème de l'absorption des 
rayons gamma. Par contre, ils peuvent jouer un rôle important dans 


Tableau 17.1 


Energie des protons 10°6 p/w h° 
gamma, eV cm1 (eV/cmS)-1 


Encrgie des photons 1029 p/w h° 
gamma, eV cm1 (eV/cinsy-1 


l'étude de la production des rayons gamma par décomposition des 
mésons x° et dans la discussion de la question sur le changement de 
la composition chimique des rayons cosmiques et sur la «coupure » 
de leur spectre avec Æ — 1012-10? eV (cf. [220)). 
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